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AVANT-PROPOS 


L'électronique est un puissant stimulant du progrès dans tous 
les domaines de la science et des techniques. 

Le présent ouvrage a pour objet un exposé systématique des 
principes physiques des dispositifs de l'électronique. Dans ce livre 
on étudie les lois physiques, qualitatives et quantitatives, qui ré- 
gissent les phénomènes intervenant dans les appareils quantiques et 
micro-électroniques, les dispositifs à faisceaux électroniques et à 
semi-conducteurs, les tubes à gaz, les tubes aux hyperfréquences et 
les tubes à vide. 

Dans les appareils électroniques on utilise des substances dans 
tous les quatre états: les corps solides, les liquides, les gaz et le 
plasma. On y fait appel à divers types d’interactions électromagné- 
tiques ainsi qu’à des champs électriques et magnétiques, statiques 
et variables (y compris à hyperfréquences), de différentes configura- 
tions dans lesquels se déplacent des flux de particules chargées. De 
nombreux effets physiques qui s’y manifestent ont un caractère 
quantique. 

Pour bien comprendre les principes de fonctionnement des appa- 
reils électroniques et, à plus forte raison, pour pouvoir concevoir et 
réaliser de nouveaux appareils et dispositifs, il faut connaître les 
processus physiques compliqués qui s’y déroulent. Les principes 
physiques de la technique électronique font partie de plusieurs bran- 
ches assez indépendantes de la physique, ce qui témoigne d’une base 
scientifique extrêmement large de ce domaine des techniques. 

La place la plus importante est accordée à l’exposé des éléments 
de mécanique quantique, de la physique des solides et de l’émission 
électronique. Partout où cela est possible, les auteurs ont cherché à 
exposer en plus des relations mathématiques rigoureuses, qui expri- 
ment de la façon la plus exacte l’essentiel des lois considérées, ce 
qu'on appelle la physique des phénomènes, c’est-à-dire le côté quali- 
tatif des phénomènes. 

Les chapitres 1 à 3 sont consacrés à l'étude des propriétés des 
particules microscopiques isolées et des lois qui gouvernent leurs 


5 


mouvements classique et quantique dans des champs électriques et 
magnétiques, ce qui permet de passer dans le chapitre 5 à la descrip- 
tion des effets collectifs, c’est-à-dire des particularités du comporte- 
ment des systèmes de particules présentant soit des propriétés classi- 
ques. soit des propriétés quantiques. Le chapitre 4 est réservé aux 
propriétés du photon et aux lois quantiques de l'émission, de l’absorp- 
tion et de la diffusion de la lumière. 

gLes lois qui régissent le comportement des microparticules dis- 
tinctes et des quanta permettent, en association avec les principes 
de la statistique quantique, d'expliquer la nature des spectres atomi- 
ques et moléculaires (chap. 6), la structure de bandes ainsi que les 
phénomènes cinétiques, de contact et optiques dans les corps solides 
(chap. *. 8, 9), c’est-à-dire de comprendre la nature des liaisons 
dans des systèmes complexes constitués de particules obéissant à des 
lois quantiques. 

Les questions traitées au chapitre 10, qui est consacré à l’électro- 
nique des émissions, c’est-à-dire au « démontage » du corps solide en 
parties constituantes (électrons, ions, atomes, molécules) sous des 
actions extérieures, et au chapitre 11, qui examine les phénomènes 
électriques dans les gaz et le plasma, ferment la chaîne logique de 
l'exposé : les auteurs font revenir le lecteur aux propriétés des parti- 
cules distinctes et aux lois de leur comportement dans des champs 
extérieurs. 

Les chapitres 1 à 6 et 10 sont rédigés par S. Fridrikhov, les cha- 
pitres 7 à 9 et 11 par S. Movnine. 

Les auteurs tiennent à remercier A. Alexandrov, professeur à 
l'Université de Moscou, docteur ès sciences physiques et mathémati- 
ques, ainsi que le personnel de la chaire des appareils électroniques 
de l'institut électrotechnique de Novossibirsk qui ont bien voulu 
relire le texte du manuscrit et susciter des améliorations précieuses. 


Les Auteurs 


CHAPITRE PREMIER 


PROPRIÉTÉS DES PRINCIPALES PARTICULES 
ÉLÉMENTAIRES 


$ 1.1. L’électron et ses propriétés 


L'électron est une des principales particules élémentaires de 
l'Univers, un des éléments de structure de la matière. Les électrons 
forment les couches électroniques de tous les atomes, des molécules, 
ils sont présents sous forme de « gaz électronique » dans les métaux 
et les semi-conducteurs, ils entrent dans la composition du plasma, 
le quatrième état de la matière. Des faisceaux d'électrons libres 
peuvent s’obtenir à l’aide de divers types d'émission des corps soli- 
des (par champ électrique, photo-électronique, thermo-électronique). 
Les sources naturelles d'électrons rapides (particules bêta) sont des 
noyaux atomiques bêta-radioactifs. 

L'électron se caractérise par un certain nombre de propriétés qui 
le distinguent des autres particules élémentaires. Parmi ces propriétés 
les plus importantes sont quatre caractéristiques suivantes: 1) la 
charge e de l’électron ; 2) la masse au repos m,.; 3) le moment de la 
quantité de mouvement (moment cinétique ou moment angulaire in- 
trinsèque) ou le spin p..; 4) le moment magnétique intrinsèque pu... 
La charge et la masse de l'électron ont été mesurées avec une très 
haute précision (M). Elles sont e — —1,6021892.10-19 C, m,. = 
= 9,109534.10-% ke. Ces grandeurs, ainsi que le nombre d’Avogadro 
Na = 6,022045-10*% mole-!, la vitesse de propagation de la lumière 
dans le vide exprimée en SI c = (eou,)-1/? = 299792458108 m-s-t, 
la constante de Planck À — 6,626176.10-% J.s ou fi — h/2nx — 
= 1,0545887 .10-% J.s sont les constantes fondamentales du monde 
microscopique. Elles déterminent les échelles de tous les phénomènes 
physiques qui se déroulent dans les atomes, les molécules et les soli- 
des. En physique théorique, pour simplifier les formules on pose 


() Dans la suite de cet ouvrage nous indiquons Îes valeurs des constantes 
fondamentales recommandées en 1973 par le Groupe de travail CODATA du 
Conseil international des unions scientifiques (CIUS). Pour  perméa- 
bilité magnétique du vide un prend la quantité pu, — 41-107 H-m-! = 
= 1,25663706.-106 H:m-!, pour constante diélectrique (permittivité) du vide 
la quantité es = 1/poc? = 8,85418782 10-12? F.m-1!. La permittivité € et la 
perméabilité u, du vide jouent le rôle des constantes fondamentales, douées de 
dimensions, dans l'écriture des équations et des formules définitives en SI. 


souvent e = fi — moe = 1. Ce sont des unités dites atomiques (N, 
Comme unité de longueur on utilise souvent en physique atomique 4 
bore, c'est-à-dire le rayon de Bohr ax = h°/meë. — 0,52917706 x 
X 10-19 m (rayon de la première orbite circulaire dans le modèle de 
l'atome d'hydrogène de Bohr, v. $ 3.12). Pour unité de temps atomique 
il est commode de prendre la combinaison suivante de constantes 
fondamentales universelles: %/m,et & 2,42-10-17 s. On en déduit 
l'unité de vitesse atomique e°/h = c/137,03604. La quantité e°ich — 
— 7,2973506-10-% est notée « et appelée constante de structure fine. 
Son inverse est égal à 1/« — 137,03604. L'unité d'énergie atomique 
est moe /h? = 27,21 eV & 4,36-10-18 J. La moitié de cette quantité 
est appelée constante de Rydberg (Ry): 1 Ry = 13,6 eV. 

Les caractéristiques des principales particules élémentaires, 
exprimées en unités atomiques, sont indiquées dans le Tableau 1.1. 


Tableau 1.1 


Caractéristiques des 


Positron | Proton 


principales particu- | Photon Electron Neutron 
les élémentaires 

Charge électrique 

e; (en unités de e)| 0 —1 { 1 0 


Masse au repos moi 
(en unitéS de mye) 


1/2 


Projection du spin 
Ps: (en unités de #; 1 


Moment magnéti- 
que p (en unités 
de up pour l'élec- 
tron et le positron 
ou en unités de pv 


ur le proton et 
À tieutron) 0 |—1,K111596567 |1,1011596567| 2,7928456 | —1,913148 


Le moment magnétique de l’électron et du positron est exprimé en 
magnétons de Bohr (en SI, us = eh/2m,e = 9.274078-10-* J.T-1) 
et le moment magnétique du proton et du neutron en magnétons 
nucléaires (ny — eh/2mon = 5,050824-10-27 J.T-1). 

Le mot latin « quantum » (« combien ») a été choisi pour désigner 
cette circonstance fondamentale que le monde microscopique, c'est-à- 
dire le monde de particules élémentaires, d’atomes et de molécules, 
se caractérise par ses propres échelles de toutes les grandeurs et que 


() En électrodynamique quantique, on utilise un système d'unités dans 
lequel moe = = c— 1. 
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dans ce monde il n’y a pas de variations quantitatives continues, 
progressives, qui caractérisent tous les phénomènes considérés en 
physique classique. La physique quantique n’a affaire qu’à des 
quantités discrètes (quanta) d'énergie, de masse au repos, de charge, 
de moments cinétique et magnétique et de certaines autres grandeurs. 

Dans le présent ouvrage il n’est pas besoin de décrire les installa- 
tions et les appareils, devenus maintenant classiques, qui ont permis 
d'effectuer les premières mesures des grandeurs €, Mme, Use (*. Rap- 
pelons seulement que la structure discrète (discontinue) des charges 
électriques a été découverte grâce aux expériences sur l'électrolyse 
(Faraday, 1833). Ces expériences ont montré qu’un équivalent- 
kilogramme chimique (égal au quotient du poids atomique en kilo- 
grammes par la valence) de substance de toute nature transporte à 
travers l’électrolyte une même quantité d'électricité Q = F = 
= eNx —= 9,648455-10! C-mole-!. Cette quantité d'électricité est 
appelée nombre de Faraday. Vu que dans un électrolyte la charge est 
transportée par des ions (mot grec signifiant « allant »), la connais- 
sance du nombre total de particules contenues dans un équivalent- 
kilogramme (nombre d’'Avogadro V;) permet. en supposant que 
toute la charge F est répartie uniformément entre toutes les W, 
particules, d'obtenir 


e = FIN & 1,6-107% C. (1.1) 


Cette valeur est celle de la charge discrète minimale qui se ren- 
contre dans la nature. La charge des ions multichargés est multiple 
de e. Thomson, Townsend, Wilson et autres ont mesuré la charge des 
ions dans le plasma à décharge gazeuse. Une mesure plus précise de la 
valeur de e a été effectuée par R. Millikan qui étudiait le phénomène 
de recharge lors de l’effet photo-électrique. Il illuminait avec des 
rayons X des gouttelettes diélectriques d'huile minérale de masse Af 
et de charge g « suspendues » dans l'air entre les plaques d’un conden- 
sateur plan grâce à l'équilibre entre la force électrostatique g€ 
et la force de pesanteur f£g. Il est apparu que le comportement de la 
goutte d'huile placée dans un champ électrique ne pouvait s'expliquer 
que si l’on supposait que lors de l'irradiation sa charge g variait de 
quantités Ag multiples d’une certaine charge minimale Ag,,, = e. 
Les expériences de R. Millikan et des expériences analogues effec- 
tuées par A. F. loffe ont montré que des quantités de charge infé- 
rieures à la charge minimale e n'existent pas, c’est-à-dire que des. 
« subélectrons » n'existent pas. 

La charge électrique spécifique e;/m,; a une valeur bien détermi- 
née pour chaque particule élémentaire. Comme le montre le Ta- 
bleau 1.1, il existe des particules élémentaires différentes ayant même 
charge électrique ou même masse, mais il n'existe pas de particules 
différentes ayant même valeur de e;/m,; (compte tenu du signe de e;). 


() De nos jours ils sont décrits dans des cours de physique scolaires et 
dans des cours de physique générale à l'usage des étudiants. 
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Ainsi, la charge spécifique caractérise le plus univoquement les 
diverses espèces de particules et de ce fait elle constitue une notion 
importante en physique atomique et nucléaire. 

Pour expliquer les particularités de la structure fine des raies 
spectrales des atomes, Uhlenbeck et Goudsmit ont formulé (en 1926) 
une hypothèse qu’en plus de trois degrés de liberté spatiaux ordi- 
naires (r. y, z) l'électron possède encore un quatrième degré interne 
de liberté dit spin s.. La « coordonnée » de spin ou le nombre quanti- 
que de spin s caractérise la projection du moment de la quantité de 
mouvement intrinsèque (moment angulaire) p,, sur une certaine 
direction préférentielle physiquement réalisable (par exemple, sur la 
direction d’un champ extérieur ou sur celle du champ magnétique 
interatomique). Comme le montre l'expérience, le nombre quantique 
de spin s. de l’électron ne peut prendre que l’une de deux valeurs: 
+1/2 et —1/2. Le fait que l’électron est doué d’un spin découle 
automatiquement de l'équation de Dirac (1928) qui décrit le compor- 
tement d’un électron libre compte tenu des effets relativistes (effets 
déterminés par la théorie de la relativité d'Einstein). 

Une autre caractéristique de l’électron, à savoir son moment 
magnétique intrinsèque u... est une conséquence de ce que l'électron 
possède une charge électrique et un spin. La charge de l'électron 
étant négative, son moment magnétique u,. est opposé au moment 
angulaire de spin p... Pour mesurer la valeur absolue de pu.. on a ef- 
fectué des expériences sur la décomposition des faisceaux d’atomes 
dans un champ magnétique fortement non uniforme (Stern et Ger- 
lach, 1922) ®. Ces expériences ont montré que la valeur de u., 
était voisine de celle du magnéton de Bohr ug qui représente une 
combinaison de constantes fondamentales universelles. Dans le systè- 
me d'unités C.G.S. on a 


llelÆ lus | = eh/2msc. (1.2) 


Le rapport du moment magnétique de l'électron à son moment 
de spin est appelé rapport gyromagnétique ou encore facteur g de 
l'électron. Ce rapport a pour valeur 


£se = Wse/Pse = €/Moec. (1.3) 


Si le moment magnétique u.,. est exprimé en « unités naturelles » 
de 3 et le moment angulaire de spin p.. en « unités naturelles » 
de À, on obtient g,. — 2, car la projection du moment de spin de 
l'électron est toujours égale à p,, — h/2. 

De la théorie relativiste de Dirac il s'ensuit également que g,. = 
—= 2. Pourtant, des calculs théoriques encore plus rigoureux basés 
sur l’électrodynamique quantique (théorie quantique du champ électro- 
magnétique) ont montré que la valeur de g,. différait de deux d’envi- 


() Comme il sera montré plus loin au $ 6.7, le moment magnétique des 
atom:s d'hydrogène et d'argent utilisés dans ces expériences n’est déterminé à 
d'état fondamental (état s) que par le spin de l’électron. 
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run 0,1 %. Les expériences sur la mesure de u.,, des faisceaux polari- 
sés d'électrons libres ont montré que réellement g,. — 2,00231924. 
Corrélativement, le moment magnétique u.,. de l’électron diffère un 
peu de up (v. Tableau 1.1). L’anomalie du facteur g de l'électron 
s'explique par l'interaction de l’électron libre avec le vide dans lequel 
il se trouve. Le vide physique n’est pas un « espace vide » mais un 
objet réel au sein duquel la matière existe sous deux formes : particu- 
les élémentaires (matière) et champ électromagnétique, qui se 
transforment l’une en l’autre. Remarquons que pour l'interprétation 
de beaucoup de phénomènes intervenant dans le monde microscopi- 
que il suffit de connaître seulement les valeurs des facteurs g de 
l'électron et d’autres particules élémentaires et non pas séparément 
leurs moments cinétiques et magnétiques. 

On ne peut pas parler du rayon de l’électron de mème que du 
rayon des autres particules élémentaires en prenant la signification 
stricte de cette notion. On ne peut indiquer que la valeur d'un 
rayon dit classique r, de l'électron. Sa définition est basée sur la sup- 
position que la masse totale de l’électron est d’origine électromagné- 
tique. Il en résulte qu'une charge électrique que possède l’électron 
fait apparaître une inertie parce que l’électron en mouvement produit 
autour de soi un champ magnétique et dépense par là même une 
certaine énergie. En raisonnant de cette façon, on peut montrer que 


re = aa = e*/moc? & 2,817938-10-15 m. 


Il est pourtant évident que les forces qui retiennent la charge de 
l'électron dans un volume de rayon r, ne peuvent pas être des forces 
uniquement électromagnétiques. En l'absence de forces, autres que 
les forces électromagnétiques, l’électron ne pourrait pas conserver 
son état d’équilibre: comme le montre un calcul élémentaire, une 
répulsion mutuelle de la charge dans un volume de l'ordre de 
10-# m° devrait « faire éclater » l’électron. Ceci signifie que des 
forces autres que les forces électromagnétiques doivent être mises en 
jeu pour assurer l'équilibre de l’électron. Dans ce cas la masse de 
l'électron ne peut pas être due uniquement à l’énergie d’un champ 
électromagnétique. Il est probable que la masse électromagnétique 
n'est qu'une partie de la masse totale de l'électron. L'hypothèse où 
le rayon r, de l'électron a une valeur finie ne peut pas être mise en 
accord avec les exigences de la théorie de la relativité. Compte tenu 
du spin la vitesse de mouvement des points sur la surface d’une 
« bille » chargée de rayon r, serait supérieure à celle de la lumière. 

Le concept de l’électron « ponctuel » (de rayon infiniment petit) 
conduit lui aussi à une sérieuse difficulté : l’énergie caractéristique 
de l’électron calculée par la formule () 


U, = eïfr,, (1.4) 


() En SI, l'énergie de l'interaction coulombienne s’écrit sous Ja forme U, = 
= —é#/4reor. 
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tend vers l'infini lorsque r, — 0. Le problème de l'électron est un 
des problèmes les plus difficiles et non définitivement résolus de la 
physique. En découvrant de nouvelles propriétés de l’électron et des 
autres particules élémentaires, la physique moderne confirme une fois 
de plus la thèse géniale de Lénine sur le caractère inépuisable de 
l’électron et l’infinité de la nature. 


$ 1.2. Variation de la masse avec la vitesse 


Il s'ensuit de la théorie de la relativité (Einstein, 1905) que la 
masse m; de tout corps, y compris des particules élémentaires, n’est 
pas invariable comme on le suppose en physique classique, mais dé- 
pend de la vitesse de mouvement v du corps: 


mi = Mo 1 — (v/c)°1-12, (1.5) 


où ms est la masse au repos, c'est-à-dire la masse du corps pour 
(v/c)® = B° 1 (c étant la vitesse de la lumière dans le vide). 

La courbe de la dépendance m, (B} est représentée sur la fig. 1.1. 
Des variations notables de la masse dépassant quelques dixièmes de 
pour cent de m,. ne s’observent que pour des vitesses supérieures à 
107 m/s (v. Tableau 1.2). Pour une énergie de l'électron égale à 


Tableau 1.2 
E, eV | 10 | 103 | 105 107 
r, m's | 17.105 | 1,7-107 | 1,6-193 | 2,9.108 
B=vc | 0,006 0,06 0,55 0,999 
Me (v);Moe | 1,00002 | 1,002 | 1,29 22,4 


10 MeV, sa masse est plus de 20 fois la masse au repos. Dans la plu- 
part des tubes électroniques modernes (tubes de télévision, tubes os- 
cillographiques, tubes hyperfréquences des types M et O) l'énergie 
des faisceaux électroniques utilisés n'excède pas quelques dizaines 
de kiloélectrons-volts. Dans de tels cas, l’appoint relativiste à la 
masse de l’électron peut être négligé. Il existe cependant des disposi- 
tifs électroniques dans lesquels la tension d'accélération atteint une 
valeur de 100 à 200 kV. Lors du calcul des caractéristiques de tels 
dispositifs on doit tenir compte de la variation m, (v). Des tensions 
d'accélération encore plus élevées, allant jusqu’à plusieurs méga- 
électrons-volts sont mises en jeu dans les accélérateurs d'électrons et 
dans les microscopes électroniques à haute tension modernes qui 
permettent d'observer des molécules et des atomes distincts. Dans 
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les accélérateurs cycliques, les électrons ayant reçu une énergie de 
plusieurs gigaélectrons-volts peuvent être animés de vitesses très 
voisines de la vitesse de la lumière. C'est déjà pour une énergie de 
l'ordre de quelques MeV que la vitesse de l’électron diffère peu de cel- 
le de la lumière (fig. 1.2). Les conclusions de la théorie de la relati- 


0 02 ü4 06 08 10 B 0 1 2 3 4% 5EMey 


Fig. 1.1 Fig. 1.2 


vité restreinte n’exigent de nos jours aucune vérification supplémen- 
taire, elles constituent maintenant une partie intégrante des calculs 
d'ingénieur dans la technique des accélérateurs. 

Comme le montre la fig. 1.2, pour une énergie cinétique d’un 
électron E > 1 MeV, sa vitesse reste pratiquement constante lorsque 
son énergie augmente, l’accroissement de cette dernière étant effectué 
exclusivement par suite de l’augmentation de la masse de la particule 
me (v). Cette courbe, sur laquelle on a également porté des points 
expérimentaux, met en évidence le fait que dans la nature il existe 
une vitesse limite de mouvement des corps qui ne peut pas dépasser 
la vitesse de la lumière c quelque grande que soit l’énergie cinétique 
du corps soumis à l'accélération. 

Pour des énergies si élevées, la notion d'accélération elle-même 
d'une particule chargée par une force électrique extérieure ,7 — 
= e& (1 perd son sens physique puisque l'accélération dv/dt = 
= 7 /m (v) —+ 0 lorsque m; —> oo. Mais la formule .7 — d (m;v)/dt 
reste valable dans tous les cas. 

Il existe des preuves expérimentales de ce que la valeur absolue 
|e | de la charge de l’électron est indépendante de la vitesse de la 
particule. De telles preuves ont été obtenues par exemple lors de 
l'étude de la variation de la valeur limite À 5h — 2xc/&max du spectre 
continu ou de bremsstrahlung (de l'allemand Bremsen, freinage, et 


() Dans le texte de cet ouvrage, les vecteurs en caractères d écriture 
(6, &, F et autres) sont représentés par des lettres maigres surmontées d'un 
trait (par exemple $, 4, #). Toutes les autres grandeurs vectorielles sont 
représentées par des lettres grasses. Sur les figures, toutes les grandeurs vecto- 
rielles, tant en caractère d'écriture qu’en caractères droits, sont représentées 
par des lettres droites grasses (sans être surmontées d’un trait). 
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Strahlung, radiation, rayonnement) des rayons X en fonction de la 
tension V, qui accélère les électrons dans un tube à rayons X (expé- 
riences de Duane-Hunt, v. $ 6.5). Il est apparu que quelle que soit 
l’énergie des électrons on avait toujours l'égalité 


Omax = | € | Vr/h. (1.6) 
Les premières expériences sur les faisceaux d'électrons relativistes 


effectuées au début du XX siècle, c’est-à-dire à l’époque où les 
accélérateurs de particules n’existaient pas encore, avaient recours 


J 


Fig. 1,3 


aux sources radio-actives d'électrons (Kaufmann, 1906). Comme 
émetteur de rayons bêta on utilisait le radium qui émettait des rayons 
gamma et des électrons dans une large gamme de vitesses allant de 
v = 0 à max & 0,9 (Emaz = 1,2 MeV). Si un tel faisceau est soumis 
à des champs parallèles électrique €, et magnétique 7, qui font 
dévier les électrons dans deux directions perpendiculaires l’une à 
l’autre (fig. 1.3), les électrons produiront sur la plaque photographi- 
que P, perpendiculaire à l’axe z, une trace sous forme de parabo- 
le M: 
y = kz?, (1.7) 
@) Cette expression est facile à obtenir si l’on intègre les équations 


du mouvement de l’électron dans des champs électrique et magnétique parallèles 
et élimine entre elles la vitesse (v. chap. 2). En SI, le vecteur intensité de champ 


magnétique 4 est à remplacer par le vecteur induction magnétique B = Sle. 
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où k = 2m Vosedÿe jl (1 + 2L); Vi», d sont respectivement la 
différence de potentiel et la distance entre les armatures À et B du 
condensateur ; L est la longueur de la région où sont concentrés les 
champs électrique et magnétique ; L, la distance du condensateur à la 
plaque photographique LP. 

Chacun des points de la parabole correspond à des électrons de 
vitesse différente. L'origine des coordonnées est fixée suivant le 
faisceau de rayons gamma non dévié. Les particules bêta les plus 
rapides qui sont le moins déviées par les champs & et # se situent 
le plus près de l’origine des coordonnées. Plus lents sont les électrons, 
plus grandes sont les valeurs de x et y correspondant à leur point 
d'intersection avec la plaque photographique P. La masse des 
électrons variant avec la vitesse, le facteur k figurant dans la formu- 
le (2.3) n’est pas une constante indépendante de la vitesse v. C’est 
pourquoi, lorsque les vitesses des électrons sont élevées, leurs traces 
sur l'écran ne se situeront pas sur la parabole, elles passeront d’au- 
tant plus haut au-dessus de la parabole que la vitesse v est plus 
grande. L'écart de la courbe expérimentale par rapport à la parabole 
permet de déterminer la loi de variation m, (v). En inversant le sens 
du champ électrique &, ‘on obtient une seconde paravole, symetrique 
à la première, l'axe des x étant tangent aux deux paraboles à l’origine 
des coordonnées. Ce procédé permet d'élever la précision des mesures. 
Les résultats des expériences de Kaufmann et des expériencés analo- 
gues effectuées par la suite avec une meilleure précision ont confirmé 
que pour les électrons la variation de m, (v) est en parfait accord 
avec la formule théorique (2.1). Les expériences effectuées sur des 
accélérateurs ont montré que la même variation était valable pour 
les protons et les particules plus lourdes. 


$ 1.3. Le vide de Dirac. Antimatière 


En physique classique, l'énergie totale E d'une particule vaut 
la somme de son énergie cinétique X (v) et de son énergie potentielle 
U (r). Pour une particule libre (n’interagissant avec aucun champ) 
U (r) = 0. Si l'énergie cinétique est exprimée par l'impulsion p 
de la particule, on convient de donner à la somme de K (p)et U (r) 
le nom d’hamiltonien en le désignant par H: 


HG,r)=K+U = p/2m;:.+ U (r). (1.8) 


Dans le cas relativiste, l’énergie et l'impulsion d'une particule 
libre s'expriment par les formules 

e = mac, (1.9) 

p = mow [1 — (v/c)]-W2. (1.10) 
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Il ressort des expressions (1.9) et (1.10) que l'énergie d'une particule 
relativiste libre peut prendre les valeurs suivantes: 


e=+cVmic+pi+pi+p, (1.11) 


où pi + Py + Pr = P°. 

Pour de faibles valeurs de p (c'est-à-dire pour v & c), en ne gar- 
dant que le signe positif devant le radical, on obtient conformément 
à la règle de calcul approché de la racine, 


E © Moic? + mow?/2. (1.12) 


On voit que l'énergie de toute particule ne s’annule pas lorsque 
uv + 0, mais devient égale à une quantité dite énergie au repos: 


Ep — MoiC?e (1.13) 


Suivant cette formule, on exprime souvent les masses des particu- 
les élémentaires non en unités de masse atomique (u.m.a.) mais en 
électrons-volts (ou en mégaélectrons-volts) : 
4 u.m.a. = 10% kmole-!/N, = 1,6605655 x 

x 10-°7 kg = 931,48 MeV. 

En physique classique où l'énergie ne peut 
pas varier de manière discontinue. en forme 
de saut, de +m,sc® à —m,ic*, il est parfaite- 
ment légitime de conserver dans la formule 
(14.11) seulement la valeur positive de la 
racine. Mais il n'en est plus de même pour 
la physique quantique où les variations discon- 
tinues de l'énergie constituent un des phéno- 
mènes les plus caractéristiques. C'est pourquoi, 
Dirac qui a obtenu pour la première fois une 
équation relativiste pour un électron libre, a 
supposé que les deux signes devant le radical 
ont un sens physique et que le signe moins cor- 
respond à des états du vide à énergie négative 
entièrement remplis d'électrons (fig. 1.4). Ces 

Fig. 1.4 états sont inobservables jusqu’à ce qu'il appa- 
raisse, dans la bande inférieure, un trou qui 
se comporte comme une particule chargée 

positivement. Un tel « trou » ne peut apparaître que simultanément 
avec l'apparition d'un électron libre dans la région des valeurs positi- 
ves de l'énergie. Le « trou » dans le vide de Dirac a été identifié au 
positron, une nouvelle particule élémentaire découverte en 1932 par 
Anderson dans les rayons cosmiques. Les propriétés du positron sont 
exactement les mêmes que celles de l’électron mais sa charge électri- 
que est positive (v. Tableau 1.1). Le positron est l’antiparticule 
correspondant à l’électron. Pour la création d’une paire électron- 
positron il est nécessaire de fournir une énergie de 2m,°—1,02 MeV. 
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De telles paires peuvent se produire effectivement sous l’action des 
quanta gamma d'énergie Aw, > 2m,.c° en présence de noyaux ou 
d'électrons de matière. Ces derniers ne jouent dans ce processus qu’un 
rôle passif d’un troisième corps nécessaire pour la conservation non 
seulement de l'énergie mais également pour celle de l'impulsion. 
Ecrivons l'expression de la loi de conservation de l'énergie en cas 
de création d’une paire électron-positron sans tenir compte du troisiè- 
me Corps : 
a _Moec® 
VITE 1— "VIRE 1—B? ? 
où B_ = vr/e, BP}, — vie sont # diese relatives de l’électron et 
du positron respectivement. 


Divisons les deux membres de cette égalité par la vitesse de la 
lumière : 


RO, = ——— 


(1.14) 


hoy _ __Moec MorC 
VIRE VI D 
Cette équation peut se mettre sous la forme 
Roy __ __moeB-c moeB:c 6 
CR VTE VITE FN 
ou, encore 

x = (Pe/B-) + (Ppos/B +). (1.162) 

Puisque B- << 1 et f; << 1, il résulte de (1.16a) que 
Py > Pe + Ppos- (4.17) 


Ceci signifie que sans participation d’un troisième corps la loi 
de conservation de l'impulsion ne peut pas être observée. Le troisiè- 
me corps (le noyau atomique 
le plus proche, par exemple) pf-ypi psf-— fr: 
accepte presque toute l’impulsion 
du quantum ho./c, mais seule- Ÿ u 
ment 107% à 10-5 de son énergie. 

Lorsque l’électron passe dans 


la région des énergies négatives a) 

(lorsqu'il rencontre un positron), " 
il se produit la disparition (l'an- 5) 
nihilation) de la paire parti- 

cule-antiparticule. Dans ce cas, Fig. 1.5 


la masse au repos totale des 

particules se transforme conformément à la formule (1.13) en éner- 
gie électromagnétique: il y a production soit de deux quanta 
gamma qui s’envolent dans des sens opposés avec une énergie 
ho, = mec?! 


e ter + (1.18) 


- soit de trois quanta gamma qui s’envolent sous un angle de 120° 
l'un par rapport à l’autre (fig. 1.5). 
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L'ensemble formé d’un électron et d'un positron peut se trouver 
pendant une certaine durée de vie caractéristique + dans un état lié 
que l'on appelle atome de positronium Ps. C'est l’atome le plus simple 
du monde microscopique. Dans cet atome hydrogénoïde, la particule 
et l'antiparticule se déplacent sous l’action des forces d'attraction 
coulombiennes autour d'un centre de gravité commun. L'atome Ps 
peut exister sous deux formes: le parapositronium (p-Ps) et l’orthopo 
sitronium (0o-Ps). Dans le premier de ces états les spins du positron et 
de l’électron ont la même direction mais des sens opposés (orientation 
antiparallèle des spins). Le spin total est dans ce cas nul (état dit 
singlet), ce qui détermine la désintégration du p-Ps en deux quanta 
avec une durée de vie ts — 1,25-10-1° s. Dans l'orthopositronium, 
les spins du positron et de l’électron ont la même direction et le même 
sens (spins parallèles). Ceci correspond à l'état triplet de l'atome de 
positronium avec un spin égal à l’unité et une durée de vic par rap- 
port à la désintégration à trois quanta T,, = 1.4-10 8. 

Le parapositronium peut en principe s’annihiler non seulement 
en deux quanta gamma mais également en un plus grand nombre. 
obligatoirement pair, et l’orthopositronium, en un plus grand nombre 
impair de quanta gamma. Pourtant la probabilité de tels processus 
multiphotoniques est très petite et jusqu’à présent ils n’ont pas été 
observés expérimentalement. De telles désintégrations doivent être 
régies simultanément par les lois de conservation que voici: 1) con- 
servation de la charge ; 2) conservation de l'énergie (l'énergie totale 
des quanta gamma produits par annihilation de la paire (e-e*) 
doit toujours correspondre à la masse de la paire quis’est annihilée) ; 
3) conservation de la quantité de mouvement (de l'impulsion): 
4) conservation du moment angulaire (du spin). 

La durée de vie d’un positron libre est inversement proportionnel- 
le à la concentration des électrons dans le milieu : 


te n71 (1.19) 


Les effets liés à l’annihilation de paires électron-positron peuvent 
être mis à profit pour l'étude des propriétés électroniques des corps 
solides (structure magnétique des ferromagnétiques. répartition des 
électrons de valence dans l’espace des impulsions, etc.). 

A d'autres particules élémentaires. les protons et les neutrons. 
correspondent également des antiparticules. Les protons peuvent 
s'obtenir facilement par ionisation des atomes d'hydrogène. par 
exemple, lors de leur collision avec les électrons lors d’une décharge 
électrique dans les gaz. L'énergie d'ionisation d'un atome d’hydrogè- 
ne est près de 13,6 eV. La charge du proton est en valeur absolue 
exactement égale à la charge de l’électron mais de signe opposé. 
L'’atome d'hydrogène est donc électriquement neutre. La charge spé- 
cifique du proton peut se mesurer en déterminant la période de révo- 
lution des protons dans un champ magnétique donné. Suivant les 
mesures les plus précises, e/mon = 9,58756-107 C’kg. Il s'ensuit que 
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la masse du proton est égale à 1,007276 u.m.a.— 938,259 MeV, 
c'est-à-dire à près de 1836 fois celle de l’électron et du positron 
(v. Tableau 1.1). Le spin du proton est égal à (1/2) À et son moment 
magnétique u, est approximativement 600 fois plus petit que le 
moment magnétique de l’électron. Le moment magnétique u, du 
proton s'exprime généralement en magnétons nucléaires px — 
— hiel2m,p. En ces unités naturelles u, & 2,79u x (v. Tableau 1.4). 
La différence entre , et h x témoigne d’une structure interne com- 
plexe du proton. 

La masse au repos du neutron m,, = 1,008665 u.m.a. — 
= 939,553 MeV, c’est-à-dire que mo > mon. Contrairement au pro- 
ton, le neutron est radio-actif: 


n— pt+e. +. (1.20) 


où v, est l’antineutrino, particule neutre dont la masse au repos est 
voisine de zéro (moc° Æ 35 eV). 

La période de la désintégration d’un neutron libre +, Æ 10° s. 
Dans les noyaux atomiques, le neutron peut se trouver dans un état 
stable. 

Notons, avant de clore ce chapitre consacré aux propriétés des 
particules élémentaires et du vide physique (de Dirac), que la cons- 
lante diélectrique €, et la perméabilité magnétique u, du vide 
introduites en SI n’ont en réalité rien à voir avec les propriétés du 
vide. 11 en est de même pour R, — V u/e, dite impédance caracté- 
ristique du vide. C’est seulement la combinaison de e, et u, sous 


la forme de V'eçu, qui a un sens physique et qui est réellement une 
constante physique, à savoir la vitesse de la lumière c dans le vide. 
C'est pour cette raison que le système d'unités SI n’est pas utilisé 
lors de l’étude des questions théoriques du mouvement de particules 
chargées dans le vide, en physique de l'atome, en mécanique quanti- 
que, en électrodynamique quantique et dans des publications de 
caractère théorique. Les facteurs de type (4ne,;)-! non seulement 
rendent plus encombrantes les formules, mais (ce qui est plus impor- 
tant) les privent de leur sens physique concret. En électrodynamique 
quantique et en physique des particules élémentaires, le système SI 
est en général inapplicable parce que dans ce cas les vecteurs £, 
D, Bet :# doivent avoir les mêmes dimensions comme l'exige la 
théorie de la relativité (en SI elles sont différentes). On sait que la 
division d’un champ électromagnétique uni en un champ électrique 
€ et un champ magnétique ## a un caractère relatif, c’est-à-dire 
qu'elle dépend du système de référence choisi. En SI, on distingue 
pour les milieux matériels (solides, liquides, gaz, plasma) des permit- 
tivités relative et absolue (e,, e,) et des perméabilités magnétiques 
relative et absolue (u,, u,). Il convient d’avoir en vue que l’intro- 
duction de e, et u, dans les formules n’est pas dictée, dans ce cas 
non plus, par une nécessité physique mais est liée au système d'unités 


2e 19 


physiques SI. Dans les chapitres qui suivent, les valeurs numériques 
de la plupart des grandeurs physiques utilisées dans le texte et sur 
les figures sont indiquées en SI conformément à la nouvelle Norme 
relative aux unités des grandeurs physiques ST COMECON 1052-78. 
Quant aux formules théoriques, elles sont données en règle générale 
avec l’utilisation des constantes &, et u, (v. chap. 7 à 11). Or, dans 
les chapitres 1 à 6 et 10, certaines formules théoriques sont écrites 
sous la forme la plus naturelle pour cette partie de la physique. Au 
besoin, les valeurs numériques des grandeurs physiques définies par 
ces formules peuvent être facilement exprimées en SI. 


CHAPITRE 2 
MOUVEMENT DE PARTICULES CHARGÉES 
DANS DES CHAMPS ÉLECTRIQUE ET MAGNÉTIQUE 


$ 2.1. Mouvement d’une particule chargée 
dans un champ électrique uniforme et invariable 


Si le champ électrique varie faiblement dans l’espace, et la parti- 
cule considérée est suffisamment rapide, son mouvement dans un tel 
champ peut être traité classiquement. Le cas le plus simple de l’in- 
teraction entre une particule chargée et un champ électrique est son 
mouvement dans le vide sous l’action d’un champ électrique unifor- 
me. Un tel champ peut être produit dans l’espace entre deux électro- 
des planes identiques À et B 
(fig. 2.1) à une distance suffi- 
samment grande des bords des 
plaques pour que les distor- 
sions du champ dues à l'effet 
de bord puissent être négli- 
gées. Un tel champ constitue 
soit un miroir électrostatique 
si la particule se déplace prin- 
cipalement en travers des sur- 
surfaces équipotentielles du 
champ, soit un système dé- 
flecteur si la particule se 
déplace principalement le long 
de ses surfaces équipotentielles. 

Supposons qu’une particule de charge e, et de masse m, pénètre 
avec une vitesse initiale v, — (2E,/m:)"/?, en partant d’un point O, 
dans un champ électrique d'intensité € = V,,/d sous un angle 6 
par rapport au plan 4. Supposons également, pour fixer les idées, que 
le champ est dirigé dans le sens du plan À vers le plan B, c'est-à-dire 
qu'il est ralentisseur pour des particules chargées négativement et ac- 
célérateur pour des particules chargées positivement. Pour plus de 
simplicité, on peut négliger les effets de bord du champ près des fentes 
et la charge d'espace. Ceci signifie que nous nous bornerons à traiter 
le cas des faisceaux de particules de très faible intensité ou du mouve- 
ment des particules distinctes. 


Fig. 2.1 
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Le champ électrique uniforme (plan) exerce sur une particule 
chargée une force #5 = ei£ dirigée seulement suivant l'une des 
coordonnées cartésiennes (dans le cas considéré, le long de l’axe y si 
e; > 0 ou dans le sens opposé si e, << O). 

Quand les vitesses v sont très inférieures à la vitesse de la lumière 
(domaine non relativiste), le mouvement d’une particule libre se 
décrit par l’équation de Newton # — m; dv/dt. Pour analyser un 
mouvement complexe, il est commode de le décomposer en composan- 
tes dirigées suivant les axes du système de coordonnées choisi. Dans 
le cas correspondant à la fig. 2.1 on a 

z=2—0, 
" (2.1) 
y=e;Ë/ms, 


où € —é, = Virid. 

En choisissant le plan xzy de telle sorte qu'il passe par le vecteur 
vitesse initiale v, et en considérant que le point © d'entrée de la 
particule dans le champ se confond avec l’origine des coordonnées, 
on tire de (2.1) 


TZ — Hot, 
; (2.2) 
y = Yot + e;€ t/2m;. 


En portant dans (2.2) les valeurs 2 = v, cos 8 et Vo = vw sin 8 
et en faisant disparaître le temps t, on obtient l'équation de la tra- 
jectoire de la particule 


y=rtg0+ (2.3) 


2m iv cos® 0° 

C'est l'équation d'une parabole dont la concavité est tournée 
vers l'axe y (pour e, > 0) ou vers l'axe x (quand e; 0). Ainsi, 
suivant l’angle d'entrée 8 et le signe de la charge e; de la particule, 
le champ électrique plan peut être utilisé soit comme un intervalle 
accélérateur, soit comme un intervalle ralentisseur, c’est-à-dire soit 
comme des plaques de déviation, soit comme un miroir électrostati- 
que plan, analyseur d’ énergie (monochromateur de particules). Si 


8 — 90°, c’est-à-dire si x, := 0 et Yo = V9, le mouvement de la parti- 
cule le long de l’axe y sera d’après (2.2) soit uniformément accéléré 
(e; >> 0), soit uniformément retardé (e; < 0). La valeur de l’accélé- 
ration (ou de la décélération) est égale à a = e;é/m;. Lorsque 


6 —+ 0, c’est-à-dire pour z, —+ Lo et PA —+ 0, le condensateur plan se 
transforme en une paire de plaques de déviation dont la valeur de la 
déviation est donnée par la formule 


y=+ lle, (2.4) 


Pour un angle 6 quelconque, les coordonnées du sommet de la 
parabole ont pour expressions 
8 sin 0 cos 8 : mivé sin? 6 
Lex = TS Vues = Tale ? (2.5) 
que l’on obtient en annulant les dérivées correspondantes de l’expres- 
sion (2.3). La distance de vol L,,,, dans un champ ralentisseur d’une 
particule entrant dans ce champ sous l'angle 6 est égale au double 
de Zpax! 


2mivi sinBcosO  mivé sin 28 : 
= 9 Pen A PE A RL A 2 
Lunx = 2Tmax lei 1S lelé * ( 6) 


On voit que le déplacement maximal L,,,, de la particule est 
proportionnel à son énergie initiale et inversement proportionnel 
à l'intensité du champ électrique (1. 

Pour 6 — 45°, la distance de vol sera maximale: L,,, = 
male; |E = 2V,d/V. Ici. |e; | V, = mië/2 est l'énergie 
initiale des particules entrant dans le condensateur. La distance 
maximale à laquelle la particule s'éloigne du plan d'entrée À a pour 
valeur 


Ymax — hk — Lnax/4. (2.7) 


Si l’on découpe dans l’électrode À une fente de sortie O0’ dans 
le plan d'entrée, à la distance L,,,, du point O, seules les particules 
possédant une énergie déterminée £, = e;V,, où 


Vo = Vovlmax/24, (2.8) 


pourront tomber dans cette fente. 

En faisant varier la différence de potentiel V,, entre les électro- 
des À et B, on peut focaliser sur la fente de sortie des particules de 
différente énergie initiale. Comme il résulte de (2.8). le potentiel de 
focalisation V,4, — V, s'exprime par la formule 


Ve = 2Vod/ Line (2.9) 


La focalisation d’un faisceau faiblement divergent de particules 
chargées dans la région de la fente de sortie est possible. comme il 
s'ensuit de (2.6), du fait qu'au voisinage de 8 — 45° la dérivée 
dLid8 = (4E,d cos 28/|e; | V,) — 0. La variation de l'angle d’en- 
trée 6 de + A8 par rapport à 6 — 45° entraîne une diminution de la 
distance de vol d’une quantité égale à 


Al = —Linax (1 — cos 2A8) — 
= — 2L,,, sin° A6 & —2L,,, (A8). (2.10) 


@) Notons que les formules (2.1) à (2.7) conservent leur forme également 
dans le cas où une particule non chargée de masse m; se déplace dans un champ 
gravifique uniforme (par exemple, au voisinage de la surface de la Terre si l’on 
ne tient pas compte de la résistance de l'air) à condition de remplacer l'accéléra- 
tion dans le champ électrique a; = e;@/m; par l'accélération de la pesanteur g 
(ou V,,,/d par mig/e;). 


23 


Pour L,,, = 5:10? m et A6 — —+3° (0,05 rad) l'expression 
(2.10) donne | AZ, | — 250 um. Si la largeur de la fente de sortie 
$: > | Al | toutes les particules quittant l’électrode À au point O 
avec une dispersion angulaire + A8 seront réunies au point O’ à l’ar- 
rière de la fente de sortie. Dans le cas d’une fente de largeur infini- 
ment petite (s, > 0) seules les particules possédant une énergie £, 
définie par l’expression (2.8) pourront la traverser. Pour une valeur 
finie de la largeur des fentes s, — s, — s, le miroir électrostatique 
plan peut être traversé par un groupe d'électrons dont la dispersion 
en énergie AE est proportionnelle à la largeur totale des fentes: 


AE = 2E,5/Linaxe (2.11) 


La demi-largeur de cette dispersion détermine la résolution en 
énergie de l’analyseur (ou du monochromateur) () : 


AE = AEnin = EoS/Lmax- (2.12) 
La quantité 
ESlkE in = Lnax/S (2.13) 


est appelée par convention pouvoir de résolution de l’analyseur d'éner- 
gie. Dans l'exemple que nous venons de considérer EG/AE;;; = 
= 2:10°. On peut améliorer le pouvoir de résolution par augmenta- 
tion des dimensions linéaires de l’appareil ou par diminution de la 
largeur des fentes. Mais cette dernière voie conduit à une brusque 
diminution de la force lumineuse (ouverture relative) de l'analyseur 
d'énergie, c'est-à-dire à une réduction de la fraction du faisceau de 
particules primaire qui atteint le récepteur (par exemple un cylindre 
de Faraday) placé à l’aval de la fente de sortie. 

Les champs électrostatiques plans et quasi plans sont largement 
utilisés dans divers dispositifs à vide. En particulier. le miroir 
électrostatique plan trouve des applications comme monochromateur 
de faisceaux d'électrons dans les expériences sur la détermination 
précise des potentiels d’ionisation des atomes de gaz au voisinage du 
seuil (v. $ 6.5), ainsi que comme analyseurs d'énergie dans les ex- 
périences ayant pour but l'étude des pertes caractéristiques de l’éner- 
gie des électrons dans les solides (v. $ 10.8). 


$ 2.2. Mouvement d’une particule chargée 
dans un champ électrique cylindrique et invariable 
Miroir électrostatique cylindrique. — Dans l’espace entre deux 
cylindres coaxiaux À et B le champ électrique varie comme l'inverse 
du rayon: 
See de (2.14) 


rin(rb/ra) Fr ? 


(1) En effet, l'énergie moyenne étant £E, pour que deux groupes de particules 
dont les énergies diffèrent l’une de l’autre par AEmin — AË1/2 soient observées 
séparément, cette différence doit entraîner une variation de la distance de vol 
Lmax supérieure à la largeur s de la fente. 
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où V,4 est la différence de potentiel entre les armatures du conden- 
sateur ; r, et r, sont les rayons des cylindres intérieur et extérieur 
respectivement (fig. 2.2). . 

Dans un tel champ, des particules chargées issues du point O 
situé sur l’axe longitudinal du système décriront une certaine tra- 
jectoire curviligne plane et symétrique par rapport à son sommet. 
Par raison de symétrie axiale, tous les angles ç sont équivalents. Le 


champ considéré se caractérise donc par une focalisation précise 
suivant l’angle de divergence ç dans un plan perpendiculaire à l’axe 
de symétrie: des particules avec n'importe quel (dans l'intervalle 
de O0 à 2x) mais possédant une énergie déterminée Æ, et le même 
angle d'entrée 6 dans le champ seront de nouveau focalisées sur l’axe 
x au point O” situé à la distance ZL, de la source O. De ce fait l’angle 
de divergence des particules peut être choisi égal à 2x (fente annu- 
laire dans le cylindre intérieur À). 

Pour l’espace entre les cylindres, les équations du mouvement. 
d’une particule chargée sortant du point O situé sur l’axe du système 
sont de la forme 


‘7 = ejA im r, 
oe (2.15) 
z = 0(. 


Ici, A. = V,o/ln (rs/r,) est la constante de l’analyseur cylindrique 
pour une différence de potentiel donnée entre les armatures. 

L'intégrale de l'expression (2.15) prise dans l'intervalle de r, 
à r, exprime la loi de conservation de l’énergie lors du mouvement 
d’une particule chargée entre les cylindres À et B: 


.r2 
TE — 4 in = =Cc', (2.16) 
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En tenant compte que z = v, cos 8 et en faisant disparaître le 
temps dans la relation (2.16), on obtient 


dr 1 r \{ r 
— — — _— \ 
SA (c+ Fe In —) ; (2.17) 
où g = (E,le;A .)"® cos 6. 

Ayant déterminé la constante C à partir des conditions initiales 


d s DE 
(5), =1g6, (ro =ras (rh-0 = sin 0, (2.18) 
on obtient au lieu de (2.17) l'équation suivante: 


dr 1 r \1/2 
= (tg°0+-In —) ; (2.19) 


En annulant l'expression (2.19), on trouve les points de retour 
{d’inflexion) de la trajectoire de la particule: 


Tmax = l'a CXP (P°). (2.20) 
P 
Zmax = 2ra9 exp (p?) | exp(—u?) dy = 2rge”® (p). (2.21) 
0 
où ® (p) s'exprime par l'intégrale de probabilité erf (p): 


141 
®(p)=—- erf (p), 


(2.22) 
p=(E/e; A.) "sin 6. 
La distance entre la source O et son image O” peut s’écrire mainte- 
nant sous la forme 


L (p) = 2zmax + 2ra Ctg 0 = 2r, ctg 6 [2per* ® (p) + 1]. (2.23) 


Le miroir électrostatique plan étudié au paragraphe précédent 
est le cas limite du miroir cylindrique. Pour r, —+ œ et (r, — r;) = 
= constante, les formules (2.20) à (2.23) se confondent avec des 
formules correspondantes établies pour le miroir plan. Un champ 
cylindrique devient quasi plan également lorsque (r,/r,) & 1 et 
donc In (rire) & (rolra) — 1. Alors, la formule (2.14) se transforme 
en formule pour le champ plan € Æ V,s/(rs — re). La différence 
principale entre un champ cylindrique et un champ plan consiste en 
ce que dans le champ cylindrique il se produit une focalisation spa- 
tiale et ceci au deuxième ordre près suivant l'angle de divergence 8 
bien que chaque particule distincte se déplace suivant une courbe 
plane (toutes les trajectoires des particules se situent dans des plans 
passant par l’axe de symétrie de l’analyseur). 
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Pour démontrer ce qui vient d'être dit, développons la quantité 
L (p) en série de Taylor suivant les petits paramètres A6 et AE — 
—= AË'E: , 


L(p)= 


= L+ + g A0+ Âe+ _ ee L (407 + DE, A9 4e + (2.24) 
En annulant le coefficient 9Z/08 de AB, on obtient la condition de 
focalisation de premier ordre 


20 2P°+4pteP"® (p)—1 2 
Emo Fe 


qui est satisfaite pour 8 — 42°20° et p — 0,77. La focalisation au 
deuxième ordre près est ici également assurée, c’est-à-dire que pour 
la valeur indiquée de l'angle 8 le coefficient 9°L/96* de (A8)° est lui 
aussi voisin de zéro. Pour d'autres valeurs de l’angle 6 il n'existe 
qu'un foyer de premier ordre. La distance entre les points O et O’ 
pour 0 = 42°20’ est égale à L, — 6,12r, et la distance maximale 
entre les particules et l’axe r,, = 1,81r,, c'est-à-dire r,,, Æ 
= 0,3L, 

Le miroir électrostatique cylindrique avec un angle d'entrée 
6 & 42°20' est utilisé en spectroscopie électronique comme analyseur 
d'énergie à haute résolution et grande force optique. 

La source de particules chargées peut ne pas coïncider avec l'axe 
des cylindres. Dans ce cas, à la différence de l’analyseur cylindrique 
étudié plus haut, les particules possèdent un moment non nul de la 
quantité de mouvement par rapport à l'axe du système. Deux cas 
suivants présentent le plus grand intérêt pratique. Dans le premier 
cas, le faisceau de particules, introduit au milieu de l'intervalle 
entre les cylindres sous un angle 6 — 45° par rapport à leur axe, se 
déplace suivant une ligne hélicoïdale (spirale) autour du cylindre 
intérieur (fig. 2.3). En coordonnées cylindriques (x. r, œ) les équa- 
tions de la spirale sont de la forme 


F=ty L=p{, (2.26) 


où r, est le rayon de la spirale; p, le pas diamétral de la spirale qui 
est égal au pas linéaire Az, divisé par 2x. 

Les calculs montrent qu’un faisceau légèrement divergent de 
particules chargées sortant du point O se trouve de nouveau focalisé 
sur la spirale en un certain point O’ après avoir subi une rotation 
d'un angle O & 254° (x V2). La variation de la position du foyer 
le long de l’axe x (déplacement chromatique Az) lorsque l'énergie 
des particules varie de AE est donnée par la formule 


Az = V2 Tmax AE Te LmaxAE, (2.27) 
où Ae = AEJE,. 


La quantité Lnax = 3% V 2 rmax = 44 2max exprime la projection 
de la trajectoire de la particule sur l’axe x (distance entre les fen- 
tes d'entrée et de sortie). L’analyseur de ce type proposé par Gabor 


Vos B p= D=2549 34 


Fig. 2.3 


peut être utilisé pour l'analyse des spectres d'énergie des particules 
chargées. 

Analyseur d'énergie de Hughes-Rojanski. — Dans le second cas 
le faisceau de particules est introduit également au milieu entre les 
cylindres mais à angle droit 8 
par rapport à l'axe des cylin- 
dres (fig. 2.4). Alors, les trajec- 
toires suivies par les particules 
sont voisines des arcs de cercle. 
La condition nécessaire pour 
qu'une particule chargée se dé- 
place suivant un arc de cercle 
de rayon r est l'égalité de la 
force électrique à la force cen- 
trifuge : 


mivo/r = e€ (r). (2.28) 


En coordonnées polaires, l’é- 
quation différentielle du mouvement d'une particule chargée s'écrit 
sous la forme suivante: 

ei 4e 
mr 


T—rqg = LE (= | (2.29) 


En introduisant une nouvelle variable u = r,/r, on peut mettre 
l'équation (2.29) sous la forme 


d?u B° ‘ 
tu, (2.29a) 


où B° = e;A ,/miv° = e;A ,/mir cos A6. 
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Pour @ = 0, les conditions initiales sont: u — 1 et duidp = 
— —tg A6. L'équation (2.29a) peut se résoudre par la méthode des 
approximations successives ou par la méthode numérique sur ordina- 
teur. 

En première approximation, la trajectoire des particules dans le 
condensateur de Hughes-Rojanski s'exprime par 


= (1 —B) cos Y 2p + ee sin Y 2p+B, (2.30) 

c'est-à-dire diffère d’une trajectoire circulaire. 
La condition de focalisation d’un faisceau légèrement divergent 
de particules chargées est la périodicité de la fonction w (q). Comme 
le montre la relation (2.30), la fonction u (œç) sera périodique si 


te [A6] ue (2.31) 


Puisque tg | A8 | 0, on tire de 2.30 pour l’angle de focalisa- 
tion @ = D = x/ÿ 2 = 127°17’. Autrement dit, deux particules qui 
entrent avec la même vitesse initiale v, dans un condensateur cy- 
lindrique au point u = 1 sous des angles respectifs -+ A6 et —A8 
par rapport à la trajectoire principale, se rencontrent de nouveau au 
point u = ro/r, après avoir parcouru un secteur d'angle de 127°17” 
Cet angle est deux fois plus petit que l’angle de focalisation dans le 
cas du mouvement des particules chargées suivant une trajectoire en 
spirale dans l’analyseur d'énergie de Gabor (v. fig. 2.3). 

Pour ç = ®, l'expression (2.30) donne 


u = 2B — 1. (2.32) 
Compte tenu de la constante B on obtient 
A2 Op , 
n=n[2(5) 1], (2.33) 


où En = mivi,/2. 

Si eA En = 1, la particule se déplacera suivant un cercle de 
rayon r,. Comme il en résulte de (2.33) une particule d'énergie E,, = 
= En (1 + Az), où Ae = (AË/E,) 1, arrive, après avoir subi 
une déviation de l'angle D — 127°17’, en un point dont la coordon- 
née diffère de r, par la quantité 


Ar=r le i 


1/2 
2 (See) 4 


| &— role. (2.34) 
2E02 


Le signe moins signifie ici que l’écart par rapport à la condition 
(2.28) provoque un déplacement du point de sortie de la particule du 
condensateur vers l’axe de ce dernier quel que soit le signe de Ac. 
La valeur de ce déplacement Ar est proportionnelle, comme le montre 
(2.34), à Ae et dépend du rayon r, de l’analyseur. Le facteur de pro- 
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portionnalité entre la valeur du déplacement Ar de l’image de la 
fente d’entrée et la variation relative Ae de l'énergie de la particule 
est appelé en optique électronique (corpusculaire) dispersion d'énergie 
linéaire D,, de l’analyseur: 


D; = AriAe. (2.35) 


Ainsi pour un analyseur d'énergie de Hughes-Rojanski on a 
D = rs. Pour un miroir électrostatique plan D, = Lax (Linax 
étant la distance entre les fentes). Les calculs montrent que pour un 
miroir électrostatique cylindrique la dispersion linéaire D — 
= 0,91Z,, Lo étant la distance entre la source et le récepteur de parti- 
cules (v. fig. 2.2). 

En première approximation, le pouvoir de résolution de l’analy- 
seur de Hughes-Rojanski a pour valeur 


AEmin/Eo © Aroiro (2.36) 
où Ar, est la largeur des fentes. 
Si l’on obtient la solution de l’équation (2.29) à l'approximation 


du deuxième ordre. on peut calculer le coefficient d'aberration Ar, 
lié à la dispersion de l'angle d’entrée + A8 des particules par la rela- 
tion 

Ar, = 4ro (A8)°;3. (2.37) 


La quantité Ar, caractérise la qualité de la focalisation d’un 
faisceau de particules divergent. Dans le cas d’une fente d'entrée 
rectangulaire ayant une largeur infiniment petite, la quantité Ar, 
caractérise la largeur de la ligne d’image dans le plan focal. Par 
exemple, pour r, — 5-10-° m et A6 — 0,05 rad (3°), on a Ar, & 
Æ 150 pm. Pour que la force lumineuse de l’analyseur soit suffisam- 
ment grande, la largeur Ar, de la fente de sortie doit être au moins 
égale à Ar,. Compte tenu du flou dû à l’aberration, le pouvoir de ré- 
solution de l’analyseur de Hughes-Rojanski s'exprime à l’approxi- 
mation du deuxième ordre par 


AEmin _ Aro, 4 [Ag 2 
SE F3 (A6). (2.38) 

Si les largeurs (Ar, et Ar.) des fentes d'entrée et de sortie sont 
différentes et les armatures du condensateur présentent un certain 


défaut de coaxialité que l’on peut caractériser par la quantité Ad/d, 
l'expression du pouvoir de résolution prend la forme 


AEmin _ AriArs | 4 agir | Ad 
re en +3 (A0) + 4 ? (2.39) 


où d'est la distance moyenne entre les armatures du condensateur 
(d = — Ta). 
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La condition de focalisation d’un faisceau légèrement divergent 
de particules chargées dans un condensateur de Hughes-Rojanski 
peut s’obtenir d'une façon un peu différente. 


e 
La vitesse sectorielle , = r*g/2 de la particule chargée en mou- 
vement sur une courbe plane étant constante, on a or* = w4ri. 
Dans ce cas l'équation du mouvement (2.29) peut s’écrire sous la 
forme de l'équation d’un oscillateur harmonique : 


p + 2uip = U, (2.40) 


oùp=r—r,: 0 — west la fréquence angulaire de révolution de la 
particule autour de l’électrode À. 

Ceci signifie qu'au premier degré de la petite quantité p près 
sa variation en fonction de l'angle œ suit une loi sinusoïdale p — 
= sin (ot + q) de période 

EL y? 
T, = a 


Au passage de la particule entre les foyers O et O’ correspond la 
moitié de cette période. Dans ces conditions, lorsque la particule 
tourne autour de l’axe, l'angle de phase q varie de 0 à D = w,7,'2— 
= x/V2 = 12717. Dans l’analyseur de Gabor où la particule suit 
une courbe spatiale, l'équation du mouvement en coordonnées spira- 
les peut se présenter également par l'équation de l'oscillateur harmo- 
nique. Dans ce cas, sa solution est périodique de même période 7, 
que dans le condensateur de Hughes-Rojanski et l'angle de phase 
correspondant à la focalisation des particules est égal à ® = w,7, — 
— 25434". 

Le champ électrique dans un analyseur cylindrique ayant une 
symétrie radiale: 


€ —= —dV/dr, (2.42) 
on a d’après (2.28) 
drir = —dV.2Y,. (2.43) 


où [ee |V, = mirg/24 
L'intégration de (2.43) donne 
Vs == 2V, In (ro/ra). (2.44) 


Ici, Vs, = Va — V, est la différence de potentiel correspondant à la 
focalisation des particules. 

Ainsi en faisant varier la valeur de V,, on peut focaliser sur la 
fente de sortie des particules chargées d'énergie déterminée E, - 
= €;V, (cf. l'expression (2.44) et la formule (2.9)]. Les champs de 
bord concentrés près des fentes d'entrée et de sortie peuvent déformer 
la trajectoire de la particule dans le condensateur cylindrique si l’on 
ne prend pas de mesures appropriées. En particulier, il est nécessaire 
que la trajectoire centrale OcO' se situe sur la surface cylindrique 
équipotentielle correspondant au potentiel nul. A ceteffet, il suffit 
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de porter les électrodes À et B à des potentiels égaux respectivement 
à +V,2 et de mettre à la terre les fentes d'entrée et de sortie. 

L'analyseur d'énergie de Hughes-Rojanski est largement utilisé 
pour l'étude de la répartition énergétique des faisceaux de particules 
chargées non relativistes. Dans un des premiers appareils destinés à 
la séparation des particules suivant 
leur masse. à savoir dans le spec- 
tromètre de masse de Bainbridge- 
Jordan à focalisation (1936), l’analy- 
seur à 127 degrés a été utilisé com- 
me élément dispersif en combinaison 
avec un champ magnétique sectoriel, 
pour obtenir un pouvoir de résolution 
élevé m;/Am,nn et une forte dispersion 
linéaire Al/(AA/A) (AI étant la dis- 
tance entre les positions des foyers 
des particules de poids atomiques À 
et À + A4). 

Il faut également avoir en vue que non seulement un analyseur 
cylindrique de D — 127°17’ jouit des propriétés de focalisation et de 
dispersion mais aussi un analyseur sectoriel de toute valeur de ® si 
l'on réalise la relation suivante qui relie le rayon de la trajectoire 
de la particule r, aux distances L’ et l” de la source O à l'entrée de 
l'analyseur et de la sortie de l’analyseur à l'image O': 


(L'— 8) (1" —g) - r?/2 sin? V 20. (2.45) 


où g = r, ctg V20/V 2. 

Un tel système est analogue à une lentille optique de distance 
focale j = r,/V 2 sin Y 20 combinée avec un prisme dont l’angle de 
réfraction est égal à DV 2 (fig. 2.5). La quantité g est la distance 
entre le foyer de la lentille équivalente et la frontière du champ 
sectoriel. Un champ: électrostatique sectoriel de D < 127° (on 
choisit généralement les valeurs de ® — 90° ou 60°) est souvent 
utilisé dans les sélecteurs de faisceaux de particules chargées tant 
pour la monochromatisation de ces faisceaux que pour l’analyse de 
leurs spectres d'énergie. Pourtant la force lumineuse de tels appareils 
est faible parce qu'ils ne peuvent focaliser que des particules se 
déplaçant dans un seul plan. 


$ 2.3. Mouvement d’une particule chargée 
dans un champ électrique sphérique et invariable 


Déflecteur sphérique. — Considérons les conditions de mouve- 
ment de particules chargées dans le champ d’un condensateur sphéri- 
que. L’intensité de’champ varie dans ce cas comme l'inverse du carré 
du rayon: 


, _ __TarbVab As 
ÉC= GTS 0 


(2.46) 
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oùr, et r, sont les rayons des sphères intérieure et extérieure respecti- 
vement ; V,, est la différence de potentiel appliquée entre ces électro- 
des. Pour r, € r4 la formule (2.46) prend la forme 


€ (7) = raVav/r*. (2.47) 


Au voisinage de la sphère intérieure. c'est-à-dire pour r&r,, 
le champ est proportionnel au rayon de cette sphère : 


€ (ra) F Value (2.48) 


Pour r, & r, l’expression (2.46) se transforme en formule pour 
un analyseur plan: € & V,p/(rn — ra). 

Les trajectoires des particules chargées qui entrent dans le champ 
sphérique sous des angles voisins de l'angle droit par rapport aux 
lignes de force du champ et possèdent une énergie correspondante 
seront des cercles qui se rencon- 
trent denouveauapproximativement 
en un seul point O’, situé sur l’axe 
du système, après la déviation des 
particules de 180° (fig. 2.6). En 
coordonnées polaires, l'équation du 
mouvement d’une particule chargée 
s'écrit dans ce cas sous la forme 

r—rp= LE (r)=<i À, (2.49) 


mi mi r°? 


(mg) = 0. (2.50) 


Les lois de conservation de l'énergie et du moment de la quantité 
de mouvement s'obtiennent par intégration des équations (2.49) 
et (2.50) dans l'intervalle de r, à r: 


à po 5: ivè 1 1 - 
Re +rp =: e4, (5), (2.51) 


mur - P=CY. (2.52) 


En effectuant dans (2.49) la substitution u — r-!, on obtient 
l'équation du mouvement sous la forme 


d'uld@? + u = Cäi/k?, (2.53) 


où Ci =e;A./m; = rovs. k = P'm; = r'@ = rv = Cr, 

A la différence de l'équation (2.29) obtenue pour le champ cy- 
lindrique, l'équation (2.52) est facile à intégrer. Son intégration 
donne 

u = B cos q + D sin q@ + Ci/k°, (2.54) 


où B et D sont des constantes qui se déterminent par les conditions 
aux limites. 
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Examinons à titre d'exemple un champ sphérique d'angle secto- 
riel O << 180° (fig. 2.7). La source O’ et le récepteur 0” de particules 
sont placés dans des régions 7 et 77 où le champ ne s'exerce pas. 


Fig. 2.7 


Considérons une particule chargée qui entre avec une vitesse v, 
dans ce champ sphérique sous un angle droit par rapport à ses lignes 
de force. La condition de mouvement de la particule suivant une 
trajectoire circulaire est l'égalité des forces centrifuge et électrique 
auxquelles elle est soumise: 


mu (1 —®) aë (r). (2.55) 


Ici, A =r—rm; ro = (ra + re)/2 est le rayon moyen des plaques 
de déviation. 

En introduisant (2.46) dans (2.55), on obtient l’expression pour le 
potentiel de focalisation 


Ve = Vo (rolra — ralrp). (2.56) 
Les potentiels à appliquer aux plaques À et B ont pour valeurs 
Vs = 2Vo (1 — ro/re), (2.57) 
Var = 2V, (1 — ro/rb). (2.57a) 


La trajectoire 0'CEO” sera dite principale (normale). Cherchons 
maintenant l’équation de la trajectoire O’BDO” suivie par une parti- 
cule qui vole de la région 7 dans la région 711 sous un petit angle A6, 
par rapport à la trajectoire principale. Pour A6, —+ 0, l'équation 
de la trajectoire de la particule dans le région 7 est celle d’une droite: 


Yi = (to — %) A6, (2.58) 


où zx, et y, sont les coordonnées cartésiennes dont l’origine est au 
point C(r = ro); 20 est l’abscisse de la source de particules 
(point O'). 

La vitesse des particules dans la région Z a pour valeur 


V1 = Ve (1 + À) (2.59) 
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où B = (Avvs) 1 caractérise la dispersion des vitesses des parti- 
cules. 
Dans la région //1. la vitesse des particules varie et peut devenir 
égale, aux termes du premier ordre de petitesse près. à 
| ! ) 
gr = Lo (1 + B — Yinro). (2.60) 
L'angle A8,, de déviation de la trajectoire de la particule sur la 
frontière entre les régions Z et 7/1 est une quantité du second ordre 
de petitesse, si bien qu’en première approximation elle peut être 
négligée. Si l’on néglige les autres quantités du deuxième ordre de 


petitesse, la loi de conservation du moment de la quantité de mouve- 
ment donne 


r°p = r0 = ro ( + Yÿo/ro) Va Æ loto (1 + B)- (2.61) 
En introduisant une nouvelle variable 
p = (rou)"!? — 1 = (r/ro) — 1 (2.62) 
et en tenant compte du fait que dans l'équation (2.53) (C.'k)° = 


= (ro)*/(rv}?, la trajectoire de la particule dans la région 77] peut 
s'exprimer à l’approximation adoptée par la formule 


p (p) = 2B — r, (B cos g + D sin y). (2.63) 


En utilisant les conditions aux limites pour ® = 0 et en détermi- 
nant les constantes B et D, on obtient 


p (®) = 2B + A8, sin p + [(AB:x10/r9) — 28] cos . (2.64) 


La valeur de la coordonnée pour laquelle la particule passe de la 
région Z1I dans la région 11 est égale à 


Yoo = rop (D) = ro {A6, sin ® + [(AB;z,0/rs) — 28] cos D}. (2.65) 


L'angle A6, de convergence du faisceau dans la région 77 peut se 
déterminer en dérivant l'expression (2.64) par rapport à dœ et en 
y posant q = ©: 


A6, = —dpldg = A6, cos ® + [(AB;z10/r5) — 2Blsin ©. (2.66) 


L'équation de la trajectoire de la particule dans la région 77 
est de la forme 


Ya = Y2o — AO: = 
= ro {AB, sin ® + [(AB:%10/r0) — 28] cos D + 28} + 
+ 22 {A6, cos O — [(A6;z0/r0) — 28] sin D. (2.67) 


La condition de focalisation du faisceau légèrement divergent de 
particules au point 0” de coordonnées x, = x,, et y. = 0 est l’indé- 
pendance de y, vis-à-vis de A6,. On en tire 


. To (Z10 F Tao) = (Z10720 — 73) tg D. (2.68) 
Comme le montre la fig. 2.7, 
Z1o/To = TS Vis Zeo/To = Ÿ£ Ye. (2.69) 
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Compte tenu de (2.69), l'équation (2.68) peut se mettre sous la 
forme 


(ue vit ty V2) (1 — 19 vit ve) = —1g D. (2.70) 
Ceci n'est possible qu'à la condition que 
n+P+M =, (2.71) 


qui permet de déterminer la position des points conjugués 0’, O 
et O0” dans le cas d’un champ sphérique sectoriel. Comme il résulte 
de (2.71), dans le déflecteur sphérique la source de particules O, 
le centre des sphères O et l’image 0” doivent, à la différence du 
champ cylindrique (v. fig. 2.5), se situer sur une même droite. Une 
autre différence est la possibilité de focalisation spatiale des particu- 
les: dans un champ à symétrie sphérique, la condition de focalisa- 
tion (2.71) est réalisée pour des particules se déplaçant dans tout 
plan passant par la droite 0’00” et non seulement dans un plan uni- 
que perpendiculaire à la génératrice du cylindre. Ceci conditionne 
une grande force lumineuse de l’analyseur d'énergie sphérique. 

Calculons pour un analyseur d'énergie sphérique la valeur de la 
dispersion linéaire d'énergie. L’écart des particules de vitesse v, = 
= Vo (1 + B) par rapport au point O0” qui constitue le foyer pour des 
particules de vitesse v, est donné par l’expression (2.67) compte tenu 
de la condition de focalisation (2.68): 


Ye = 2Bro 1 — cos D + (z.o/ro) sin D]. (2.72) 


En tenant compte de (2.69) et (2.71), on peut écrire l'expression 
(2.72) sous la forme suivante: 


Ye = 2Bro (1 + cos Y1/c0s y2), (2.73) 
ou encore 
Ye = Brel +1l7/), (2.73a) 


où L’ et L” sont les distances du centre O des sphères à la source de 
particules 0” et à l’image O0” respectivement. En tenant compte de ce 
que B — Av/r, = Ae/2 — AE/2E,, on obtient 


D: = yalAe = ro + L'UT, (2.74) 
Pour L!’ — l” la dispersion d'énergie D: = 2r,. Pour obtenir 
l'expression pour la dispersion linéaire réduite 


ô = Dell Al |, (2.75) 


il est nécessaire de calculer les aberrations Al, à (A6)* près. Alors 
l'élargissement dû à l’aberration a pour expression 


Al, = —r9 (A6,)° [A + (1/1")21. (2.76) 


Le signe moins signifie que les particules sortant sous des angles 
+A6 par rapport à la trajectoire principale se trouvent déplacées 
dans la région du foyer O0" vers les valeurs négatives de y,, c'est-à- 
dire qu’elles passent en dessous du point 0” (v. fig. 2.7). En intro- 
duisant (2.74) et (2.76) dans (2.75), on obtient l'expression pour la 
dispersion linéaire réduite (pouvoir de résolution À) d’un analyseur 
d'énergie à source ponctuelle (): 


R= 68 = (1 + L')/(AO)° [L'/E + (E'/L"YI. (2.77) 


Lorsque la source et le récepteur de particules sont placés sy- 
métriquement (!’ = l”), la dispersion linéaire réduite 6; — (A8), 
alors que pour !’ = l”/2 elle est 6, — 4/3 (A6)°. Ainsi, la dispersion 
spécifique d’un analyseur d'énergie sphé- 
rique est plus grande que celle d’un 
condensateur de Hughes-Rojanski (ô,— 
= 3/4 (A8)°) et d’un miroir électrosta- 
tique plan (6, — 1/2 (A8)*). Possédant 
une grande force lumineuse, l’analyseur 
d'énergie sphérique trouve de nom- 
breuses applications en spectroscopie 
électronique et comme monochromateur 
de faisceaux de particules chargées, pré- 
sentant une forte transparence. 

Analyseur  d’énergie sphérique à 
champ  retardateur. — Le champ élec- 
trique produit entre deux sphères concentriques est utilisé pour 
l'analyse de particules chargées suivant leurs énergies totales dans le 
condensateur de Loukirski (fig. 2.8). La source de particules (émet- 
teur) est constituée dans ce cas par la totalité (ou une partie) de la 
surface de la sphère intérieure. Le condensateur de Loukirski repré- 
sente un analyseur à champ retardateur, simple et universel, dans 
lequel les particules chargées d'énergie déterminée E, = m;v/2 soit 
franchissent la barrière de potentiel e,V,, (pour E, > leilor |) et 
atteignent la surface de la sphère extérieure, qui constitue le col- 
lecteur de particules, soit se réfléchissent sur cette barrière (avec 
Es << | e;Vav |) pour retomber sur la surface de la source. Le problè- 
me du mouvement d'une particule chargée émise par la sphère inté- 
rieure dans le condensateur sphérique se ramène à la résolution du 
problème de Kepler sur le mouvement d'une particule dans un 


Fig. 2.8 


G) Si les dimensions de la source de particules n'excèdent pe ro (A0}°, 
l'élargissement de la ligne d image sera du même ordre que l'élargissement 
d'aberration | A4, |. Une concentricité imparfaite des sphères peut constituer 
une autre source d'élargissement. 
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champ coulombien à symétrie sphérique. On sait que les orbites des 
particules dans le champ de la force centrale sont des courbes du 
second ordre (des coniques: l’ellipse, la circonférence, l'hyperbole, 
la parabole, deux droites) situées dans des plans passant par le 
centre des forces. 

A l'instant initial où la particule entre dans le champ (t = 0) 
ses coordonnées sont celles du point d’intersection de l'axe polaire 
avec la surface de la sphère intérieure : r, = ro, y = 0. A cet instant, 
les composantes de la vitesse de la particule ont pour valeurs 


= v, cos 8, (2.78) 

Po = (v, sin 8}/r,. (2.79) 

En coordonnées polaires, les coniques se décrivent par l'équation 
r = gl + e cos y), (2.80) 


où g est le paramètre de la courbe, e, l’excentricité de la courbe dont 
le pôle se situe au foyer et l’axe polaire est dirigé du foyer vers le 
sommet le plus proche. 

Dans le cas du mouvement d’une particule chargée dans un champ 
coulombien d’un condensateur sphérique on a 


r = g/l + Cg cos (p — p)l, (2.81) 


où Cet @, sont des constantes telles que Cg = e, et le paramètre de la 
courbe a pour expression 


g = Pr, — ro)eimiroro Var = P'le;miA,. (2.82) 


Si l'angle azimutal œ est compté à partir de la position dans la- 
quelle le rayon vecteur r a la valeur minimale, la constante q, = 
Quant à la constante C, elle peut se déterminer par les conditions 
initiales (2.78), (2.79) et les conditions aux limites 


c=mL mL [8 — 2e1As Zita + (aide cie F Le (2.83) 


miTa 


Ainsi l’excentricité de la trajectoire de la particule dans le 
condensateur sphérique de Loukirski s'exprime par 


e=[1 +28 (42e) | (2.84) 


ei Ai mir alè 


Les dimensions du condensateur sphérique et l’intensité du champ 
retardateur peuvent se caractériser commodément par des paramètres 
adimensionnés : 


p=(rs — rire, € = 2e Vos/mig = &Var/Eo. 


Compte tenu des désignations et des formules (2.52), (2.79), 
l'expression (2.84) de l’excentricité se met sous la forme suivante: 


e=[1+48(1 —+) sin? e]” (2.85) 


Comme le montre cette expression, pour p > €, l’excentricité 
e> 1 et la trajectoire de la particule chargée est une hyperbole. 
Pour p = &, l’excentricité e — 1 et la trajectoire de la particule est 
une parabole. Dans le cas de p  &, on a e << 1 et la trajectoire de la 
particule est une ellipse. Si p £ e mais la particule se déplace exacte- 
ment suivant l’axe polaire (8 — 0), on a P — 0 et C = 1. La tra- 
jectoire de la particule est dans ce cas une droite ou une paire de 
droites (un conique dit décomposé). Si sa trajectoire est une hyperbo- 
le ou une parabole, la particule tombe sur la sphère extérieure (col- 
lecteur) quelle que soit la valeur de son angle de sortie 8 parce qu’en 
principe toutes ses orbites coupent le collecteur B. Lorsque la parti- 
cule suit une ellipse. la valeur du rayon vecteur mené à l’aphélie 
Tan Sera dépendante de l’angle 6. Comme il résulte de (2.81), pour 

= x, la distance à l'aphélie a pour expression 


Tapn = g/U —e) = er, (1 + e)/2 (£ — p). (2.86) 
En vertu de (2.85) la valeur de e décroît lorsque l'angle 8 croît 


de 0 à x/2. Dans ce cas le rayon vecteur r:,1 décroît lui aussi. Pour 
8 = x/2 on a 


e = (2p/e) — 1, (2.87) 
et la distance à l'aphélie est minimale: 
(raph)min = 5 (p — p*)/(e — p). (2.88) 


Les particules atteignent la sphère extérieure si (riph}min > re. 
Ceci n’est possible que si e < (2p — p*). De plus, en vertu de la loi 
de conservation de l'énergie, aucune particule n’atteindra le col- 
lecteur si le potentiel retardateur est tel que & => 1 (c'est-à-dire que 
leiVor | > Eo = mivi/2). L'intervalle d'énergie AE dans lequel 
le courant de collecteur produit par un faisceau de particules mono- 
chromatiques d'énergie initiale Æ£, décroît de sa valeur maximale 


s 


imax à Zéro, correspond à l'intervalle de variation de e suivant: 
12>e > (2p — p°). (2.89) 


Par exemple, pour (rs/r,) = 10, on a p = (rs — ra)/rs = 0,9 
et la condition (2.89) prend la forme 


1<e< 0,99. (2.90) 


Ceci signifie que pour une hauteur de Ia barrière de potentiel 
égale à | e:Vas | = 0,99 Æ, toutes les particules atteindront le col- 
lecteur, alors que pour |e;V,, | = E, aucune particule ne tombera 
sur la sphère extérieure. 

En introduisant dans (2.86) la valeur de e donnée par (2.85), 
on peut déterminer la valeur limite de l’angle de sortie 01m pour 
laquelle r,pn = ro: 


sin? Ojim = (1 — €)/(1 — p}°. (2.91) 
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Toutes les particules sortant sous un angle 8 << 6,,, atteindront 
le collecteur B, alors que les particules dont 8 = 8,,A retomberont 
sur la sphère A. Supposons que la sphère À émette un faisceau de 
particules monochromatiques d'énergie Æ, uniformément réparties 
suivant les angles 6. Alors, dans le plan de la figure (comme dans 
tout plan passant par le centre des sphères), le courant dans l’inter- 
valle de 6 à 0 + d8 aura pour valeur 


di, = is sin 0 dB, (2.92) 


où i, est le courant total de particules passant dans le plan considéré. 
La sphère extérieure B sera parcourue par un courant ayant pour 
expression 


Ojim 
Est | sin 0 d8= 9 (1— cos Bi). (2.93) 


0 


En y portant la valeur de 6,,,, tirée de (2.91), on obtient la va- 
riation du courant de collecteur en fonction de la tension de retard 
appliquée au collecteur (une courbe dite de retard): 


io (e)/io = À — 1 — (ry/ra) (1 — l'A. (2.94) 


Cette expression n'est valable que dans l'intervalle de variation 
de & fini par l'inégalité (2.90). Les courbes i, (e) construites pour 
différentes valeurs de r;/r, (courbes : 1 pour  ; ? pour 10: 3 pour 5; 
4 pour 3; 5 pour 2) sont représentées sur la fig. 2.9. 

L'expression donnant le pouvoir de résolution relatif du conden- 
sateur sphérique de Loukirski peut s’écrire sous la forme 


AEmin _ Eo—leiVéb| | 
73 = 2 —— Es =1—e*, (2.95) 
où V*, est le potentiel de retard du collecteur pour lequel le rapport 
ir (e)/i devient inférieur à l'unité. 

Il résulte de (2.91) que 


4 — e* = (1 — p)° sin° 6,n. (2.96) 
Puisque par définition (1 — p) = re/rrs On à 
Lau — ()"sineun. (2.97) 


Si la valeur du rapport r,/r, est suffisamment petite, la quantité 
AEmin peut être rendue aussi petite que l’on veut même avec 6,,,, — 
— 90°. Dans le cas d’un condensateur sphérique on cherche générale- 
ment à obtenir un rapport (r,/rs) & 1/10. Si (r,/rs) & 1, c’est-à-dire 
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Si AE nin © Eo Sin* Ojims un haut pouvoir de résolution (AE, y, & 
& E,) ne peut être obtenu que pour des particules qui entrent dans 
la région du champ retardateur le long de l’axe polaire (pour 0,1 — 
— 0). L'axe polaire d’un condensateur sphérique pouvant être mené 
par tout rayon, le condensateur de (r,/r,) Æ 1 peut être utilisé 
pour l'analyse d’un faisceau de particules radialement divergentes. 

Cette circonstance est mise à profit dans un analyseur d'énergie 
dit quasi sphérique à champ retardateur localisé entre deux grilles 
semi-sphériques G, et G, dont la première est directement reliée à 
l'électrode À (fig. 2.10). Pour introduire le faisceau primaire dans 
l’analyseur, on utilise le plus souvent un tube collimateur TC. 
Il est évident que les particules qui ont subi la diffusion d’un angle 


b, (€) 
mr e* ee? 
! 


07 08 09 N0Elunrel) 


Fig. 2.9 Fig. 2.10 


voisin de 180° reviendront dans le tube collimateur et ne seront pas 
analysées. Aussi, l'angle solide sous lequel l'entrée du collimateur 
est vue du centre de la sphère doit-il être aussi petit que possible. 
La grille G, joue dans l’analyseur d'énergie quasi sphérique le rôle 
de la grille d'arrêt qui supprime l'émission d'électrons secondaires 
par le collecteur (par la surface de la sphère B). A cet effet, l’électrode 
B est portée à un potentiel de plusieurs dizaines de volts par rapport 
à la grille G,. La « pénétration » du champ électrique à travers les 
grilles ainsi que la micro-optique du champ électrique non uniforme 
localisé au voisinage des mailles de grilles constituent les sources de 
distorsion des spectres d'énergie à étudier. Pour pouvoir calculer 
le pouvoir de résolution d'un analyseur d'énergie à grilles il est 
nécessaire de connaître l'angle maximal de diffusion des particules 
chargées par le champ proche des grilles. Cet angle dépend de la vi- 
tesse des particules, du pas des grilles et de l'intensité du champ de 
part et d'autre des grilles. 

La surface intérieure de l’électrode sphérique métallique BZ peut 
être recouverte d'une mince couche de substance luminescente. Dans 
ce cas on peut observer sur l'écran les figures de diffraction des élec- 
trons lents ayant subi une réflexion élastique sur la cible monocristal- 
line À (v. $ 7.1 et $ 10.8). 


$ 2.4. Mouvement d’une particule chargée 
dans un champ électrique variable 


Dérivation électrique de courbes de retard. — Si l'intervalle re- 
tardateur entre les électrodes À et B (ou entre les grilles G, et G, 
de la fig. 2.10) est soumis en 
plus de la tension continue 
Vos = VY à une tension sinu- 
soïdale AV,, de petite ampli- 
tude AV, : 


AVos = AV sin ot, (2.98) 


le courant ài, circulant dans 
le circuit du collecteur B (ou 
dans le circuit commun aux 


171 24Vm électrodes B et G,;) compor- 
or « tera en plus de la composan- 
Fig. 2.11 te continue is une compo- 


; sante alternative Ai, (fig. 
2.11). Développons la fonction iy (Var, + AV,+) en série de Taylor 
suivant les puissances de la petite quantité AV,, au voisinage du 
point O, c'est-à-dire pour V,,=Va, il vient: 
ia) = Éo0 (Va) + AV (din dVan)ves Sin ot + 

+ (AVS 4) (di, dV ,)ve, (1 —cos 2ot) + 


ab 


+ (AV 24) (dis dre, (3 sin wt— sin 3wt) = ... (2.99) 


En réunissant les coefficients des harmoniques de la fréquence w 
figurant dans (2.99) on obtient 


ip (Vas) = lé (Va) + (AV 4) 8 (Van) + (AVm/64) is (Vaë) + 
+ (AV 2304) 537 (Va) + 1804 5 [AV (Van) + 
L(APE 8) à" (Ve) + (AV4/192) àà (Vas) + -..] sin wt — 
— [(AV m4) 56 (Vav) + (AVm 48) io! (Va) + 

+ (AVR /1536) à (Vas) + ...lr9, sin 2œwt+... (2.100) 

On voit qu’en donnant à l'amplitude de la tension électrique de 
modulation AV,, une valeur suffisamment petite, on peut extraire 
{au moyen d’un détecteur synchrone, par exemple) du courant alter- 


natif is (Ve) circulant dans le circuit de collecteur, des signaux 
proportionnels à la dérivée première ou seconde de la courbe de re- 
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tard, c'est-à-dire obtenir la fonction de répartition énergétique des 
particules 


N (Eo) © AVmis (Vas) (2.104) 
ou sa dérivée 
aNIdE «> AVEi (Vas). (2.102) 


Pourobtenir une haute précision de la dérivation, l'amplitude 
AV} du signal modulant ne doit pas excéder une demi-largeur 
AE; /2/e; du spectre énergétique à étudier. L'erreur de la méthode de 
dérivation électrique ne dépasse généralement pas 1 ou 2 %. En 
utilisant un détecteur synchrone, on peut enregistrer à grande échelle 
les courbes N (E,) et dN/dE, sur la bande d’un appareil enregistreur. 
On peut obtenir dans ce cas des spectres d'énergie des faisceaux de 
particules chargées voisins des spectres que l’on observe à l’aide 
d'analyseurs d'énergie complexes à déviation des particules dans un 
champ électrique. Dans certains cas l’enregistrement de la courbe 
N (Æ:) peut s’avérer insuffisant pour une bonne séparation d’un 
petit groupe de particules d'énergie déterminée (par exemple, d’un 
groupe d'électrons Auger, v. $ 10.8) que l’on observe généralement 
sur le fond d’un autre groupe de particules nettement plus nombreux. 
Si ce fond est uniforme, il n’a pas d'effet sur la dérivée seconde à. 
De ce fait, le signal dN/dE, à la fréquence 2w sera partout nul sauf à 
des endroits où se situent des pics de la structure fine de la courbe 
N (Es). 

La dérivation électrique de la courbe de retard à l’aide d’un signal 
sinusoïdal de modulation n'est réalisable que si le temps t, mis par 
la particule chargée pour parcourir l'intervalle retardateur est beau- 
coup plus petit que la période T de variation du champ électrique (). 

En d’autres termes, l'angle de phase Ag, = wt, = 2nt,/T de 
parcours de la particule à travers l'intervalle de retard doit être 
petit par rapport à Ag = w7T = 2x. On peut alors considérer avec 
une précision suffisante que chaque particule distincte se déplace 
pratiquement dans un champ retardateur constant. 

Lorsque la condition t,  T est réalisée, le champ électrique 
variable ne fait que modifier périodiquement la hauteur de la barrière 
de potentiel d’une petite quantité AV,,  Ele;, c'est-à-dire qu’il 
joue le rôle d’une sorte de « fente électrique » qui sélectionne un cer- 
tain groupe de particules d’énergie Æ, et de dispersion en énergie 
déterminée AE, mais ne modifie pas le spectre des particules. 

La dérivation électrique de la courbe de répartition énergétique 
des particules V (E,) effectuée en vue de la mise en évidence des 
détails fins de sa structure peut se faire non seulement par la méthode 
du champ retardateur mais également en utilisant des spectromètres 


() Signalons que la dérivation électrique de courbe de retard peut s'effectuer 
également sans appliquer aux électrodes une tension de modulation, par exemple, 
par la méthode de circuits RC dérivateurs extérieurs. 
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électrostatiques à déviation du faisceau de particules. Dans ce der- 
nier cas, la tension sinusoïdale V,4, = AV,, sin wt est appliquée 
entre les plaques de déviation À et B, ce qui a pour effet de provoquer 
une modulation du courant de collecteur (cylindre de Faraday) liée 
à un balayage périodique du groupe 
B de particules donné par rapport au 
circuit de sortie du spectromètre. Ce 
procédé permet d’améliorer la sensi- 
bilité d’un analyseur d'énergie (par 
exemple, de l’analyseur de Hughes- 
Rojanski) par sélection du courant 
de collecteur à «> W (E;) d'un signal 
ie proportionnel à dV/dË,. 
Phénomènes de résonance lors du 
mouvement de particules dans un 
zx champ électrique alternatif. — Con- 
sidérons le cas où le champ électri- 
que variable appliqué entre les élec- 
trodes À et B ne peut être considéré 


CI SISISI SSII II IS SSI IIS IIIIE. 
. 
CSSS SLI SI S IS III SI SI DIIII IIS. 


0 AV, sinwt comme une perturbation de faible 
7 amplitude apportée au mouvement 
Fig. 2.12 d’une particule dans un champ élec- 


trique continu. Supposons qu’une par- 
ticule entre dans l'intervalle mis sous vide entre deux élec- 
trodes planes À et B avec une vitesse initiale v, dont le vecteur 
est perpendiculaire aux surfaces des plaques (fig. 2.12). Dans 
un champ uniforme € = (V/d) + (AV/d) sin (ot + œ), l'é- 
quation du mouvement d’une particule chargée quittant à l'instant 
t = 0 la surface de l'électrode À (x = 0) est de la forme 


2 = (e/ms) [(Va/d) + (AVm/d) sin (ot + q)l. (2.103) 
Ecrivons les intégrales première et seconde de l'équation (2.103) 
dans l'intervalle de O à t: 


eiVabt __€1AVm 


z(t)=v(t)=vo+ [cos (ot+w)—cosp], (2.104) 


mid mi@d 
L£ JS 
2 (= (v+ RES ) + 
obus Are | : 
CT = ot [sin (wt+@)— sin g]. (2.105) 


On voit que le mouvement de la particule a un caractère oscilla- 
toire complexe déterminé par le rapport des intensités du champ con- 
tinu Va/d et du champ alternatif AV,,/d, ainsi que par la fréquence 
w et la phase @ d’entrée de la particule dans le champ altenatif. 

Etudions de plus près le cas d’un champ continu nul (V?, — 0). 
La particule peut se déplacer en synchronisme avec les variations du 
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champ alternatif si son temps de transit dans l’intervalle interélectro- 
de r = d'est égal à un nombre impair de demi-périodes du champ 
électrique : : 

to = teynenr = (2n — 1) s/o = (2r — 1) T/2, (2.106) 


où n — 1, 2, 3, .… est le nombre qui caractérise l’ordre de multi- 
plicité (mode) du mouvement oscillatoire des particules. 

En introduisant (2.106) dans (2.104), on trouve la vitesse des 
particules à l'instant où elles atteignent l'électrode Z7: 


wd — (2n —1)zxr, D 407 
On (D) = + Res (2.107) 


Pour t, := 0 on a 


d 
Uun COR EL ETES (2.108) 


Si n = 1 (tiynenr — 7/2) et @ = 0, l'expression (2.108) donne 
Cys (0) = 2wodn = 4d'T. Pour n = 2, on a uy (0) = 4d/3T, et 
ainsi de suite. Ainsi, lorsque l’ordre de multiplicité (numéro du 
mode) augmente, la vitesse finale des particules diminue. L'expres- 
sion (2.107) montre également que pour wd/v,  n (2n — 1). c'est-à- 
dire pour t, & T (n — 1/2) et p = 0, la vitesse des particules à 
l'instant où elles tombent sur l’électrode B est voisine de leur vitesse 
initiale v,. Ceci correspond au cas de la dérivation électrique de la 
courbe de retard du courant à l’aide d’un signal de faible amplitude 
et de basse fréquence w. Pour g = 1/2 (tg g — o), la vitesse initiale 
v, de la particule reste inchangée, quelle que soit la fréquence w, 
si le temps de transit dans l'intervalle A-B est égal à un nombre 
impair de demi-périodes du champ. Comme le montrent les expres- 
sions (2.107) et (2.108), la vitesse acquise par la particule dépend 
uniquement de wd, q et nr et est indépendante de la tension alterna- 
tive appliquée entre les électrodes À et B. 

En introduisant dans l'expression (2.105) les valeurs x (t,3) = d 
et fau = to = (2n — 1) x/o, on obtient l'amplitude de l'intensité du 
champ électrique alternatif, nécessaire pour que le mouvement de la 
particule s’effectue en synchronisme avec le champ (pour V?, = 0) 
dans le cas où sa phase d'entrée est égale à œ: 


» __AVm ___ mil@*d—{(2n—1) ro] 9 
Em a ei [(2n—1)ncosp}-2sinp} * (2.109) 


Il ressort de l'expression (2.109) que la tension AV,, qui rend 
possible le mouvement synchrone de la particule est d’autant plus 
petite que la fréquence w du champ est moins élevée. 

Le cas considéré du mouvement de la particule pour V5, = 0 est 
susceptible d’une interprétation graphique claire si l’on passe à des 
variables sans dimensions Ë — zm;w°/e,€,, et rx — wt. L’équation 
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du mouvement (2.103) et ses intégrales (2.104) et (2.105) s’écrivent 
dans ce cas sous une forme plus compacte: 


d'Ejdr® = sin (t + ), (2.110) 
déidt = f — cos (rt + ) + cos y, (2.111) 
ë = (B + cos q) + — sin (T + p) + sin y, (2.142) 


où BP = m;ovo/e; Ém est la vitesse initiale adimensionnée. 
Comme il résulte de l'équation (2.112), pour une particule quit- 
tant l’électrode À avec une vitesse B — 0 et une phase d'entrée , 


Toosg+sinp 


27 T-wt 
sin (tt ÿ) 


Fig. 2.13 


la distance E à cette électrode est égale à tout instant t au segment 
compris entre la tangente à la sinusoïde (pour l’angle œ) et la sinu- 
soïde elle-même (fig. 2.13). En effet, l’équation de la tangente à cette 
sinusoïde est + cos @ + sin p, c'est-à-dire la dérivée de sin (t + œ) 
à l'instant t — 0 multipliée par + et augmentée de la valeur de la 
fonction à l'instant t = 0. Pour f > 0, la distance E est égale au 
segment compris entre la droite faisant un angle arctg f avec la 
tangente à la sinusoïde et la sinusoïde elle-même. En vertu de l’équa- 
tion (2.111), la vitesse de la particule vaut la somme de sa vitesse 
initiale v, et d’une vitesse supplémentaire déterminée suivant les 
ordonnées des cosinusoïdes cos q — cos (T + ). 

Ainsi, la trajectoire d’une particule chargée en mouvement dans 
un champ électrique alternatif peut se représenter sous forme de 
droites si l’on convient de remplacer les électrodes planes À et B 
par deux sinusoïdes équidistantes séparées l’une de l’autre par £4 = 
— mio°d/e;€n (fig. 2.14). On voit que pour l’angle de sortie p, = 0, 
la particule Z après avoir atteint l’électrode B peut s’y réfléchir et, 
en se déplaçant en synchronisme avec le champ, revenir sur l’électro- 
de À. Si cette réflexion entraîne une petite variation de sa vitesse 
initiale AB (par exemple, de B = 0,1 à B = O0 comme l'indique la 
fig. 2.14), cette variation se trouve compensée au cours des cycles qui 
suivent (focalisation en phase). Pour une autre valeur de œ (par exem- 
ple, pour p.i—="1,13 rad Æ 65°), la variation de AB = 0,1 subie par f 
peut entraîner le décrochage du mouvement oscillatoire de la particu- 
le 2 entre les électrodes. 

Au cours des paragraphes qui précèdent nous avons établi les 
conditions de focalisation des faisceaux faiblement divergents lors 
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de leur mouvement dans des champs électriques continus de confi- 
guration déterminée. De même, pour un champ électrique alternatif 
uniforme il existe des conditions déterminées de focalisation en phase 
de particules présentant une certaine dispersion des phases d'entrée 
A. Mathématiquement, cette condition se ramène à ce que la dérivée 


Fig. 2.14 


(dp/dt)s=tnenr doit être négative. La valeur de (dp/dt)s=ts,nenr 8 


détermine à partir de l'expression (2.105) en y posant x (tiynchr) = d> 
vo = 0, Vo, = 0 et en dérivant cette expression comme une fonction 
implicite : 
(dp/dt)unt = —o{1—[x(2r—1)tgp]/2}1— 


= —@(1—tgp/tgpm)t, (2.113) 


synchr 


Pm = arctg [2/1 (2r — 1)] (2.114) 


est l’angle d’entrée correspondant au minimum de la fonction €,, (œ). 

Par exemple, pour 7 = 1 (mode fondamental) g, Æ 32,5°. Com- 
me le montre l'expression (2.114), lorsque le numéro du mode aug- 
mente, le domaine des phases stables se rétrécit. En vertu de (2.113} 
un mouvement synchrone stable d'une particule chargée n’est pos- 
sible que pour —@p << q << 9h et la plus stable est la phase d'entrée 
p = 0 pour laquelle (dp/dt), ner — Us Le domaine des valeurs 
négatives des phases d'entrée (<< 0) correspondant à un champ 
retardateur n'existe que pour w, > (. 

En tenant compte de la vitesse initiale da la particule, on peut 
déterminer soit la phase limite négative iim possible en fonction 
des paramètres v, et n, soit le rapport k = v,/v, et n. L'expression 
(2.104) donne pour le mode fondamental n = 1 (éynenr = 1/0), à 
condition que le rapport k = v,/v, soit constant, 


Vo = (26, AV,, cos œ)/(k — 1) m;wd. (2.115} 
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Dans ce cas 
= (2ke;, AV, cos p}/(k — 1) m;wd, (2.116) 


7m (Q) = miwdileb, (2.117) 
= [(k + 1)/(k — 1)] x cos @ + 2 sin q. (2.118) 


A l'intensité minimale du champ correspond en vertu de (2.117) 

et (2.118) la phase d'entrée 
P = Pm —= arctg [2 (k — 1)/x (k + 1)]. (2.119) 

La phase de sortie limite #,,,, se détermine par la condition 
z(t) =0,zx(t) = 0 à l'instant £ où la particule revient sur l’électro- 
de À sous l’action du champ retardateur. A l'instant suivant, sa vi- 
tesse change de signe et la particule reprend son mouvement vers 
l'électrode B (v. fig. 2.12). Par exemple, pour k — 3, on a @, = 

— 18° et Prim D —58°. 

Le fait que l'intervalle ÀA-B est soumis à un champ électrique 
continu #9 — V?4/d conditionne une différence entre les temps de 
transit dans des sens opposés. Il en résulte un rétrécissement des 
domaines de stabilité de phase du mouvement et à partir d’une cer- 
taine valeur du rapport V£,/AV, le mouvement oscillatoire de la 
particule entre les électrodes devient impossible. La condition de 


mouvement de la particule en synchronisme avec le champ se pré- 
sente dans ce cas sous la forme suivante: 


tsynenr = h+t=(2n—A)T, (2.120) 


où t, et t, sont les temps de transit dans des sens opposés; r = 
= 1, 2, 3, …, c'est-à-dire que le temps de transit total (aller et 
retour) doit être égal à un nombre entier impair de périodes 7 du 
<hamp alternatif. 

Proposons-nous maintenant de déterminer la valeur de l'énergie 
E que la particule échange avec le champ électrique alternatif. La 
variation de l'énergie de la particule sous l’effet de la force du champ 


dors de son déplacement sur un tronçon dx = z (t) dt s'exprime par 
= Le£hn sin (ot + ®)] x (t) dt. (2.121) 


En portant dans (2.121) la valeur de x (t) tirée de (2.104) et en 
intégrant sur le temps de mouvement synchrone tsncnr, on obtient 
l'expression donnant l'énergie totale. Considérons pour simplifier 
le cas de v, = 0 et Vi, = 0. On a 


2,2 ‘synchr 


En (p) = à . [cos q sin (@t + p) — 


= ITU 2n- to 


— cos (ot + œ) sin (œt + p)] dt. (2.122) 


Pour @ = 0, l'expression (2.122) donne 


GE 1 
Em (0) = 9% [ 1 —cos x (2n— 1) — + sin (2 — 1) |. (2.123) 
A partir de cette expression on peut déterminer l'énergie reçue 


par la particule de la part du champ. Pour q = 0 et toute valeur de 
n=1,2, 3, …,ona 


Em (0) = 2e%6%/m;u?. (2.124) 


C'est la valeur maximale de l'énergie « oscillatoire » que peut acqué- 
rir une particule lors de son mouvement en synchronisme avec le 
champ. Pour @ = 7/2, on tire de (2.122) que 


E. (= Em in? x (2n —1 Pe 
. (= sin? x (2n — 1). (2.125) 

Dans ce cas, pour toute valeur entière de nr, la particule ne reçoit 
aucune énergie de la part du champ (plus exactement, l'énergie 
qu'elle reçoit pendant un quart de période est égale à l'énergie qu'el- 
le cède au cours du quart de période suivant). 

Si la vitesse initiale de la particule est non nulle, V?, = 0 et 
la phase d’entrée de la particule dans le champ est retardable (® << 0), 
l'expression (2.122) donne £,, () << 0. Physiquement, ceci signifie 
qu'une particule possédant une réserve d'énergie cinétique peut cé- 
der cette énergie au champ. Ce processus est largement utilisé dans 
divers dispositifs de la technique électronique et nucléaire. Par 
exemple, le rayonnement d'électrons préalablement accélérés dans 
un champ UHF est le principal procédé d'obtention d'énergie UHF 
dans les klystrons et d'autres appareils pour micro-ondes. 

Lorsque les électrons effectuent un mouvement synchrone dans 
un champ HF ou UHF entre deux électrodes (ou au voisinage de la 
surface de l’une des électrodes), il est possible d'assurer leur multi- 
plication au moyen de l'émission électronique secondaire (EES) si 
l'énergie E, reçue par l'électron de la part du champ excède une 
certaine valeur de seuil ou limite pour l’électrode donnée V1 que 
l'on appelle premier potentiel critique d'émission secondaire 
(v. $ 10.8) (D. Ce phénomène est connu sous le nom de décharge 
résonnante électronique secondaire (DRES). 

La DRES peut produire tant un effet nuisible limitant la puissan- 
ce de sortie des appareils UHF, des aériens des vaisseaux spatiaux, 
etc., qu’un effet utile que l’on met à profit par exemple pour la réali- 
sation de commutateurs UHF à faible inertie (duplexeurs) utilisés 
dans les chaînes émission-réception des radars, dans les dispositifs 
de redressement électroniques (énergétique UHF). 


@ Pour En > evi, le rapport du nombre moyen #Y, d'électrons secondaires 
arrachés à l’électrode au nombre W, d'électrons primaires tombés sur l’électrode 
est supérieur à l'unité. La quantité o — N,/N, est appelée taux d'émission se- 
condaire. 
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Le phénomène d'absorption de l’énergie HF ou UHF concentrée 
dans un intervalle déterminé (cavité résonnante) par une particule 
chargée (électron, proton, ions de divers atomes) en mouvement 
synchronisé avec le champ est largement utilisé dans les accélérateurs 
linéaires et cycliques de particules élémentaires (accélérateurs li- 
néaires d'électrons alimentés en énergie UHF, cyclotrons, synchro- 
trons, synchrocyclotrons et autres). Le fonctionnement de certains 
appareils de mesure (par exemple, de l’omégatron destiné à mesurer 
la composition d’un gaz résiduel) est également basé sur le principe 
du mouvement des ions en synchronisme avec une onde HF. 


$ 2.5. Mouvement d’une particule chargée 
dans un champ magnétique statique et uniforme 
Mouvement d’une particule dans un champ magnétique longitudinal. 


Une particule chargée qui se déplace dans un champ magnétique &# 
est soumise à l’action de la composante magnétique de la force de 


Lorentz perpendiculaire aux vecteurs # et vo (): 
= ei Ge e Sites 
Fœl=|<ttve1|= SL v58 sin 6 (2.126) 
où 6 est l'angle des vecteurs #4 et vo. 


Sivoll Æ,ona F ge= 0. Pour VoLc#. il résulte de l'expression 
(2.126) : 


lFxl= vos =C*. (2.127) 


Une telle force, constante en valeur et perpendiculaire à la vitesse, 
provoque l’apparition d’une accélération centripète : 


vtr = exo /mic. (2.128) 


Ceci signifie que la trajectoire suivie par la particule sera une 
circonférence de rayon 


r = mivocle; 5. (2.129) 
Le temps d’un tour complet 
Tge= 2nrlv, = 2rmicle, 58 (2.130) 


est une quantité indépendante de la vitesse de la particule (si m; # 
= Ct). Elle s’appelle période cyclotronique, et son inverse multiplié 
par 2n porte le nom de fréquence angulaire (ou pulsation) cyclotroni- 
que : 


oO, = Oy = e H/mic. (2.131) 
() En SI, au lieu du vecteur intensité de champ magnétique <# on in- 
troduit le vecteur induction magnétique B. Dans ce cas la composante 


magnétique de la force de Lorentz s'exprime par 5 = —e; [voB]. 
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En SI, l’expression analogue est de la forme w, = e;Bim;. Dans 
ce cas la fréquence de Larmor w1 = e;B'2mi. 

Dans le cyclotron (Lawrence, 1930), le premier des accélérateurs 
cycliques de particules chargées, l'indépendance de w 2 vis-à-vis 
de la vitesse des particules a été utilisée pour l'accélération de parti- 
cules à l’aide d’une tension alternative à haute fréquence appliquée 
entre deux électrodes accélératrices en forme de D (appelées dees) 
comme l'indique la fig. 2.15. Puisque, compte tenu de la variation 
relativiste de la masse, T = T æ (v), le cyclotron est pratiquement 


AVm sinwt” 


LLUD? 


| Li 
2 WG s WW 


Source 


Fig. 2.15 Fig. 2.16 


inapplicable pour l’accélération des électrons dont la masse croit 
brusquement même pour des énergies relativement faibles comme il 
ressort du Tableau 1.2 et de la fig. 1.2. 

Actuellement on a recours à une construction plus perfectionnée 
du cyclotron appelée synchrocyclotron. Dans cet appareil, pour tenir 
compte de la variation de m, en fonction de v, on diminue progressi- 
vement, en synchronisme avec la croissance de T';,, la fréquence w 


du générateur à haute tension HF branché entre les dees D, et D, 
de l'accélérateur pour communiquer une impulsion supplémentaire à 
la particule à l'instant où elle traverse la fente entre les électrodes 
D, et D,. Les synchrocyclotrons sont utilisés pour l'accélération de 
protons et d’ions de divers atomes. Les expériences effectuées à l’ai- 
de de synchrocyclotrons permettent d'obtenir par exemple les atomes 
de nouveaux éléments transuraniens (Z => 92) en soumettant les 
noyaux d'uranium au bombardement par les ions d'éléments légers. 

Pour réaliser des faisceaux d'électrons et de protons de très grande 
énergie on a recours à un synchrotron. Dans cet appareil, de même 
que dans le cyclotron ou le synchrocyclotron, la particule traverse 
un intervalle d'accélération où elle subit l’action d’un champ électri- 
que accélérateur (produit par des générateurs UHF de grande puis- 
sance). Cependant, à la différence du principe cyclotronique, dans le 
synchrotron les particules sont guidées sur des orbites circulaires 
de rayon constant mais dans un champ magnétique variable dans le 
temps. A l'instant où elle est injectée dans la cavité du synchrotron, 
la particule possède déjà une vitesse voisine de celle de la lumière 
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qu'elle acquiert dans un accélérateur linéaire (par exemple, dans 
un accélérateur électrostatique ou dans un accélérateur linéaire 
UHF). À cet instant, l’intensité du champ magnétique est voisine de 
zéro. Puis, au fur et à mesure que l'énergie de la particule chargée 
augmente, l'intensité du champ magnétique est portée progressive- 
ment à sa valeur maximale. L'énergie maximale obtenue dans les 
accélérateurs de protons modernes est près de 500 GeV. 

Propriétés focalisatrices et dispersives des champs magnétiques 
longitudinal et transversal. — Dans le cas où une particule chargée 
entre dans un champ magnétique sous un certain angle 8 par rapport 
à ses lignes de force (fig. 2.16), il est commode, pour l'analyse de son 
mouvement, de décomposer sa vitesse en deux composantes: v, = 
= v, = VU, Cos 0 et v, = v, sin 6. Sous l’action de la composante 
transversale v, la particule décrit une orbite circulaire de rayon 


r = mivicle;#0—= miv,c sin 0/e, 5, (2.132) 


et sous l’action de la composante longitudinale v, elle effectue un 
mouvement rectiligne uniforme le long des lignes de force du champ. 
La composition de ces deux mouvements entraîne la particule à suivre 


une spirale dont l'axe est parallèle au vecteur 4Z. Le pas d'une telle 
ligne hélicoïdale peut se déterminer si l’on multiplie la période 
cyclotronique 7 par la composante longitudinale de la vitesse: 


Are = v,T je 2amiv0c cos 0/e, 52. (2.133) 


Dans le cas d'un faisceau de particules faiblement divergent 
(8 1) on a cos 8 & 1 (aux termes d'ordre (AB)° près). A cette 
approximation, le pas de la spirale Az, pour des particules animées 
d’une vitesse donnée v, est en vertu de (2.133) indépendant de l’angle 
de leur entrée dans le champ. Ceci signifie qu’un champ magnétique 
longitudinal est apte à focaliser des faisceaux faiblement divergents 
de particules. Comme la position du foyer pour une valeur donnée 
de “# dépend de e;/m; et de | v, |, ceci signifie que le champ magné- 
tique possède une dispersion longitudinale suivant e;/m,; et | v, |. 

Un champ magnétique transversal et uniforme jouit lui aussi des 
propriétés de focalisation et de dispersion (fig. 2.17). Dans ce cas, 
les particules, qui entrent dans un analyseur magnétique avec la 
même vitesse v, mais avec une certaine dispersion A8, subissent une 
focalisation de 180° aux termes (A8)° près. Pour une valeur donnée 
de ‘:# la fente de sortie de largeur infiniment petite ne peut être 
traversée que par des particules possédant une vitesse 


Vo = eiro L/mic, (2.134) 


où r, est le rayon de déviation. 
La largeur de la fente s — Ar, ayant une valeur finie, le courant 
dans le circuit de collecteur C (par exemple. dans le cylindre de 
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Faraday) est non nul pour un certain intervalle de vitesses dans lequel 
sont réparties les particules : , 


Av, = ex fe Aroimic. (2.135) 


L’intensité du courant Ai, sera déterminée par le nombre de 
particules contenues dans cet intervalle de vitesse, c’est-à-dire par 
la fonction {V (v,) de répartition des particules selon leurs vitesses : 


Aie (S6)= ei N (to) Abo. (2.136) 


En introduisant l'expression (2.135) de Ar, dans (2.136), on 
obtient 


N (vo) = micAi, (S6)/HAr,, (2.137) 
ou encore, compte tenu de (2.134), 


N (to) = Ai, (5%) rlewoÂro- (2.138) 


Le champ magnétique transversal réalisé sous forme de déflecteur 
à 180° ou de « prisme » magnétique à angle de focalisation D << r 
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Fig. 2.17 Fig. 2.18 


est souvent utilisé dans les spectromètres de masse (fig. 2.17) pour 
l'analyse des particules atomiques chargées (ions) suivant leurs mas- 
ses (plus exactement suivant leur charge spécifique e;/m;). Ainsi 
qu'il résulte de l'expression (2.134), 


mi = Eiro AÆ/CVo-. (12.139) 


Dans les spectromètres de masse, le champ magnétique est généra- 
lement maintenu constant et pour le balayage du spectre des masses 
des ions dans le sens transversal de la fente de sortie on utilise un 
champ accélérateur extérieur Jlinéairement variable dans le temps 
V, (t). Il en résulte une variation de la vitesse des ions &, (t) avant 
leur pénétration dans la région où ils sont déviés par le champ magné- 
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tique. En introduisant la valeur de v, (t) = [2e,Ve (t)/ml 2? dans la 
formule (2.139), on obtient en définitive 


mi (t) = e;ro$6°/2c2V, (+). (2.140) 


Avant de procéder aux mesures on effectue l’étalonnage du 
spectromètre de masse d’après les ions dont les valeurs de e,;/m, sont 
connues. En se servant de la courbe d'étalonnage du spectromètre 
de masse, on peut identifier des pics inconnus de m; enregistrés au 
cours des expériences sur des particules atomiques chargées (fig. 2.18). 


$ 2.6. Mouvement de particules chargées dans l’ensemble 
de deux champs électrique et magnétique 
statiques et croisés 
Dans le cas général, une particule chargée placée dans des champs 
électrique € et magnétique SZ statiques et croisés est soumise à une 


force 7 = m,v qui lui communique une accélération 
° ; lee 1 ns 
vi {84 Liv). (2.141) 


Ecrivons cette équation en projections sur les axes de coordonnées: 


 — ha A) (2.142) 
= —Hfe,+ + (i-5e.|, (2.143) 
22 ca [e.+ Lez]. (2.144) 


Considérons un cas La où de LE (fig. 2.19) (M. Ici, 
Ur = À, x = By = 0, y =ËE = Vav/d, Ex =E8.=0e le 
système d’ équations (2.142) à 
(2.144) prend une forme Leou 
coup plus simple: 


z= —<2 y, (2.145) 
2e ei6 ei © 
z=0. (2.147) 


Soient données les conditions 
initiales suivantes: à l'instant 
t — 0, la particule considérée se situe au point de coordonnées x = 2,, 
Y = Yor 5 = Z et les composantes de sa vitesse sont v, (0) = vo, 


@) Un autre cas particulier, où % || #, a été sommairement étudié au 
$ 1.2 (v. fig. 1.3). 
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Uy (0) = Lys Vz (0) = L':0- HE deux fois l'équation (2.147), 
il vient 


20 = 2 et: (2.148) 
L'intégrale première de l'équation (2.145) est de la forme 
Z=V— (2.149) 
En introduisant (2.149) dans (2.146), on obtient 
e;6 FC 
y+ (SE) un = —È + vo (2.150) 


La solution générale de cette équation peut s’écrire sous la 
forme 


Y — Yo = C\ exp (io.t) + C, exp (—iwit) + Cx (2.151) 
où wo. = 0,3% = (e;Sk imic) est la fréquence cyclotronique. 
Une solution particulière de l’équation (2.151) est de la forme 
ÿ — Vo = Ca. 
En portant cette solution particulière dans (2.150). on obtient 


CE de (2.152) 


m;@e Qc 
Alors, la solution générale de l'équation (2.150) devient 
y (t) = Yo + (Ci + C) cos oct + 
+i(Ci—Ca)sinot—#$+ de, (2.153) 


En tenant compte des conditions initiales, on trouve 


Ci+C: ner à De? (2.154) 
En introduisant (2.154) et (2.155) dans (2.153), on a finalement 
2 ds 
y(t)= Vo— TE (1— cos w.t) ( 1 Te) + —#-sin ot. (2.156) 


Pour établir une expression analogue pour z (t), il convient de 
porter (2.154) dans l'équation (2.149). On peut alors écrire 


2= va (4— cos œt) (1 2%) —v,sinot. (2157) 
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L'intégration de (2.157) donne 


2 (4) = vuot + (1) 14 ce (12%) sin ot+ 


cé “ie oc ie 
+ cos ot+C,. (2.158) 
Il ressort des conditions initiales que 
Ci = To — Vyo/De. (2.159) 


En définitive, l’expression pour zx (t) prend la forme suivante: 


miéc? (1 __ VroÆ 


cé . 
Z() = rot te cé } sinot— 


— #2 (1— cosot). (2.160) 


Le système de trois équations (2.148), (2.156) et (2.160) détermine 
entièrement le mouvement d’une particule chargée dans des champs 
électrique et magnétique croisés. 

Maintenant simplifions un peu notre problème. Supposons que 
la particule examinée soit un électron (m; = mye) qui entre dans 
des champs croisés avec une vitesse initiale nulle (v, = 0) depuis 
la surface de l’électrode B (cathode) située dans le plan y = 0. Dans 
ce cas au lieu des équations (2.148). (2.156) et (2.160) on obtient le 
système suivant: 


2()=20+ t+ us sin ot, (2.161) 
y(t) = re (1— cos &,t), (2.162) 
Z (t) = Ze (2.163) 


On voit que la trajectoire décrite par l’électron dans des champs 
croisés est une cycloïde située dans le plan de la figure (z = z9 = C!*). 
Le rayon du cercle générateur de la cycloïde a pour valeur 


Ris tete. te Vele (2.164) 


où v, = c (£/5€) est la vitesse de mouvement du centre du cercle; 
wo, = ef£Imoec, la vitesse angulaire de roulement du cercle (fréquence 


cyclotronique). 
Le temps de parcours de l’électron sur la cycloïde est égal à 
__2nRe _ 21moec 
T,= en à (2.165) 


La connaissance des lois du mouvement des particules chargées 
dans des champs électrique et magnétique croisés est nécessaire pour 
la compréhension du principe de fonctionnement des tubes électro- 
niques hyperfréquence du type M (magnétrons, amplitrons et autres). 


56 


Dans la spectroscopie électronique et dans la spectrométrie de masse 
on utilise des monochromateurs du type de filtre de Wien qui ne 
laissent passer que des particules dont la vitesse est voisine de 


v=v, = c(Eli). 


$ 2.7. Mouvement des particules dipolaires dans l’ensemble 
de deux champs électrique et magnétique 
statiques et inhomogènes 


Déviation des dipôles électriques dans un champ électrique non 
uniforme. — En vertu de l'équation d'Hamilton p; := — 0H(q;)/dqi, 
la force qui s'exerce sur une particule (dans le cas considéré 
sur un dipôle électrique) se détermine par la valeur et le sens du 
gradient de l'énergie potentielle U (r) de la particule dans le champ 
de force: 


F (r) = —grad,U (r). (2.166) 
Vu que dans le cas d’un dipôle Æ (g;) = U (r) = d£ (r), où 


d = e;r est le moment électrique dipolaire, l'expression (2.166) peut 
se récrire sous la forme 


F (x) = —eir grad,é (r) (2.167) 
ou encore 
F (r) = —eir | grad,ë | cos 8, (2.168) 


où 8 est l'angle entre le vecteur d et le grad,ë. 
La déviation pendant un temps t a pour valeur 


21 Ton 


jAr|= Le LT I SS lcos 8. (2.169) 


Si l’axe du dipôle coïncide par exemple avec le sens du gradient 
du champ (0 — O0 ou 8 = x), cos 0 peut être égal à +1 ou à —1. 
Dans le premier cas, les dipôles sont entraînés dans la région d'un 
champ fort (et leur énergie potentielle diminue dans ce cas). dans 
le second cas, ils sont entraînés dans la région d’un champ faible. 
Un champ non uniforme # (r) peut être produit par différents procé- 
dés. Un des plus répandus est le procédé basé sur l’utilisation d’un 
condensateur quadrupolaire (fig. 2.20). L’intensité du champ au 
centre du condensateur est nulle et grad,ë(r) sont alors orientés le 
long de r. Un tel système peut s’employer aussi bien pour la concen- 
tration d’un faisceau faiblement divergent de particules dipolaires 
que pour leur séparation d’après les états énergétiques. Un système 
pareil de concentration-séparation a été utilisé dans le maser à 
molécules NH:, le premier amplificateur moléculaire (Basov. Prokho- 
rov, Townes, 1954). Actuellement, les condensateurs quadrupolaires 
sont largement utilisés dans les spectromètres de masse. 
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Déviation des dipôles magnétiques dans un champ magnétique 
non uniforme. — Si une particule neutre (e; — 0) possède un mo- 
ment magnétique dipolaire pu. elle sera soumise dans un champ ma- 


gnétique non uniforme £Æ (x, y,z) à une force proportionnelle à la 
projection du moment y; sur la direction du champ 5£ et au gradient 
du champ: 
F = tige grad 5€ (x. y. 2) (2.170) 
ou 
F = un (0%/0x) + nu, (05 /0y) + un. (08/02). (2.171) 
où u,, u, et u. sont les composantes du moment u suivant les axes 


de coordonnées correspondants (fig. 2.21). . ” 
Selon la dynamique classique, le moment magnétique du dipôle 


précessionnera autour de -# en décrivant un cône d'axe parallèle 


Z|æ 

+41 
PS " 
A ÿ / : 4 
LD #x . Aa 


à Z£ (fig. 2.21. b). La fréquence de précession est proportionnelle à 
Æ. Pour une particule possédant un moment u, de l’ordre du magné- 
ton de Bohr ug et placé dans un champ d’induction magnétique de 
l'ordre de 0,1 T. la période de précession Tree Æ& 7-10-1° s. Par 
suite de la précession les composantes u, et u,, perpendiculaires à 
&, varieront suivant une loi sinusoïdale. Si l'on choisit un intervalle 
de temps { beaucoup plus grand que T,.. (par exemple, le temps de 
transit de la particule à travers l’aimant t4, © Tpsec); la Contribu- 
tion des composantes y, et u,, sinusoïdalement variables sera nulle 
dans le calcul de la moyenne suivant le temps de transit de la force F 
figurant dans l'équation (2.171): 


CF) = pu, (0 #loz). (2.172) 
Ainsi, la particule subira une accélération dans le sens du gradient du 
champ. Cette accélération aura pour valeur 


_4{(F) __h 9% (x y. 2) L 
M OM ® US) 


où /; est la masse de la particule dipolaire. 


S8 


Pendant l'intervalle de 0 à t la particule sera déviée d’une distance 


Jale° 1 CA - 

ou 
1 ML 055% as 
IS + at (a |» CNE 


où L est la longueur de l’aimant (fig. 2.21, a); ; la vitesse de la 
particule. 

Si la source d’atomes (de molécules) est constituée par un canon à 
molécules, la vitesse , se détermine par la température de l’évapo- 
rateur (« four »). 

Un système à champ magnétique non uniforme a été utilisé en 
1922 par Stern et Gerlach (v. $ 1.1) dans leurs expériences classi- 
ques sur la mesure du moment magnétique intrinsèque de l'élec- 
tron (dans l’atome d'hydrogène ou d'argent). Comme le montre la 
formule (2.175), une telle mesure peut s'effectuer si l’on connaît 


les constantes L et (05#/0z) de l'appareil ainsi que la masse 1/; et 
la vitesse v, de la particule (D. Un même système séparateur a été 
utilisé dans le premier maser à hydrogène pour la séparation des 
atomes H « actifs » des atomes « inactifs » (pour plus de détails, 
v. $ 6.9). Le comportement du moment magnétique u; d'une parti- 
cule est analogue à celui du moment magnétique d'un circuit par- 
couru par un courant : si le moment magnétique du circuit est paral- 
lèle au vecteur 37, le circuit est entraîné dans la région du champ 
non uniforme de forte intensité, au contraire, si le moment magné- 


tique du circuit est opposé au vecteur #, le circuit est repoussé de 
la région du champ intense vers la région où l'intensité du champ 
tend vers zéro. 


@) Dans les expériences de Stern et Gerlach, la quantité Az était mesurée 
à l’aide d’un écran de verre refroidi sur lequel se déposaient, sous forme de ban- 
des relativement étroites, les atomes Ag ayant passé par une fente focalisante 
étroite. 


CHAPITRE 3 


NOTIONS DE MÉCANIQUE QUANTIQUE 


$ 3.1. Ondes de de Broglie 


Au cours du chapitre 2 nous avons étudié les lois du mouvement 
de particules chargées dans des champs électriques et magnétiques 
dans les cas où ce mouvement a un caractère purement classique et 
donc obéit à l'équation 


mx = F (rt) = —VU (r, 1), (3.1) 


où # (r, {) est la force exercée sur une particule de masse m;; Y (ou 
grad), l’opérateur « vecteur » dont les composantes sont les opérateurs 
de dérivation respectivement par rapport à r, y et z: d/0x, 9/üy, 
0/9z; U (r, t), l'énergie d’interaction. 

Dans ces conditions, l'intégration de l'équation (3.1) permet de 


trouver, pour des conditions initiales données (t = 0, r = rs, r = 
= Yo), la trajectoire exacte r (ft) du mouvement d’une particule de 
masse m; et de charge e; dans un champ de force Ü (r, t) arbitraire- 
ment donné. 

Un tel mouvement correspond au déterminisme dit laplacien. 
Dans ce cas, la donnée précise du champ de force et des conditions 
initiales détermine entièrement le caractère du mouvement ultérieur 
de la particule. La particule « classique » se comporte comme un 
point matériel, c'est-à-dire comme un certain corps abstrait de 
masse m; (chargée ou électriquement neutre) dont l’état peut être 
entièrement déterminé par la donnée de ses coordonnée r (x, y, 2) 
ou |r|, #, æ, etc., et de l'impulsion p(p., P,. P:) Ou Pr, Po: Per 
etc. 

En physique classique, le point matériel (représenté d’une façon 
imagée par une « bille ») constitue le modèle le plus simple de tout 
corps. En mécanique quantique, comme le disait Heisenberg, les 
représentations par des modèles n’ont en principe qu’un sens symboli- 
que et constituent des analogues classiques de la théorie quantique 
« discrète ». 

Dans le cadre d’un modèle classique. le mouvement de particules 
élémentaires (électrons, positrons, protons, neutrons, etc.), ainsi 
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que celui des atomes et des molécules, peut se décrire d’une façon 


suffisamment exacte si le champ de force .# (r. t) dans lequel se 
déplace une particule donnée est nul (la particule est animée d'un 
mouvement rectiligne et uniforme) ou ne subit qu’une faible va- 
riation sur une distance À définie par la formule 


A = hilpl =hV1—(v'c)/milv|. (3.2) 


La distance À dépendant de la valeur absolue de la vitesse de 
mouvement de la particule de masse au repos m,; donnée s'appelle 
la longueur d'onde de de Broglie (de Broglie, 1924). Comme le montre 
la relation (3.2), À —+ 0 lorsque v — c. Dans ce cas la masse de la 
particule m; = mo [1 — (v/c)°]"1/? —+ oo. Il en est de même quand 
v<c si la masse au repos d'un corps est suffisamment grande 
(moi — ©) ou si la constante de Planck est posée nulle. 

Selon la théorie de de Broglie une particule qui se déplace par 
inertie à la vitesse v dans un espace protégé contre l’action de tout 
champ de force, participe à un processus ondulatoire imaginaire 
caractérisé par une longueur d'onde À = k/| p |. Pour des particules 
dont la vitesse v<& c (particules non relativistes), la formule (3.2) 
peut se récrire sous une forme beaucoup plus simple: 


À = h/moiv. (3.3) 


Les propriétés ondulatoires des particules ne se manifestent que 
lorsque l'ordre de la longueur d’onde À correspond à l'échelle spatiale 
caractéristique de la variation du champ. Dans ce cas on observe des 
phénomènes typiquement ondulatoires, par exemple la diffraction et 
l'interférence des particules, alors que l'énergie cinétique À = 
= E — U (r) de la particule subit des variations substantielles par 
suite de son interaction avec le champ de force U (r) sur des distances 
de l’ordre de grandeur de la longueur d'onde À. C’est ainsi par exem- 
ple que le mouvement d’un électron dans un atome, c'est-à-dire dans 
le champ coulombien du noyau, ou dans un cristal, c'est-à-dire 
dans le champ périodiquement variable de nombreux noyaux (car- 
casses ioniques), ne peut pas se décrire par l’équation (3.1). Dans 
la théorie quantique rigoureuse de l'atome, de la molécule ou du 
cristal, il ne peut être question d'aucune trajectoire déterminée 
r (t) de la particule en sens classique. A l’intérieur de tels systè- 
mes, l'électron se comporte non comme un point matériel mais 
comme une onde de matière qui subit une diffraction. (diffusion) 
et interfère avec d’autres ondes diffusées de façon cohérente suivant 
des lois ondulatoires bien déterminées. La diffraction des électrons, 
des neutrons, des atomes et des molécules sur un trajet donné du 
champ de potentiel U (r) est analogue au phénomène de diffraction 
de la lumière de longueur d'onde Ajum = c/v par un trou de dia- 
mètre d — Ajum Où par un réseau de diffraction dont le pas d est de 
l’ordre de grandeur de Ajume 
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Les propriétés ondulatoires sont observées chez des atomes cons- 
tituant les molécules, chez les nucléons faisant partie des noyaux 
atomiques ainsi que chez des molécules constituées d'atomes. L'étude 
des phénomènes de diffraction et d’interférence des particules micros- 
copiques possédant une impulsion p donnée (v. $ 7.1) permet de 
mesurer la longueur d'onde À de de Broglie et donc de déterminer la 
valeur de la constante de Planck k. Toutes les expériences de ce type 
donnent pour la quantité k la même valeur que celle de la constante 
de Planck mesurée par d’autres méthodes (v. chap. 4). 

Etant donné une bonne analogie qui existe entre le comporte- 
ment des ondes électromagnétiques et celui des microparticules de 
matière dans le cas de la diffusion sur des objets de dimensions 
À d, on a introduit la notion d’une certaine fonction auxiliaire 
vd (r, t). dite fonction d'onde, à l’aide de laquelle on peut effectuer 
des calculs de l’interférence et de la diffraction des particules de 
matière dans des champs de force correspondants. 

L'énergie totale relativiste d’une particule s'exprime par 


e == myuc/V 1—(v/c)}+U (r). (3.4) 


Pour v&c (sinon la notion d'énergie potentielle U (r) cesse 
d’avoir un sens) on a 


e & Moic® + Moin°/2 + U(r) = mic +E, (3.5) 


où E est l'énergie totale au sens classique. 
Le mouvement d’une microparticule d’impulsion 


p= mav/V 1— (0) & mov (3.6) 


peut se décrire par une onde de de Broglie monochromatique plane 
que l’on présente de façon purement formelle sous forme complexe: 


v(r, = Avexp {+ let —(pr)]} = 
= Ayexp [+ (PxT + Pyu + ps) | exp( —+et) ce 


=votr)exp(—+et)=f+ig, (87) 


où À, est l'amplitude de la fonction d'onde ; f et g sont des fonctions 
réelles des coordonnées et du temps. 
Cette expression peut s’écrire sous une autre forme: 


pr, t) = A, exp [—i (ot — kr)] = 
= A exp [Li (kxx + k,y + k:z)] exp (—io,t) = 
= Yo (r) exp [—i (@5 + @e) 1], (3.7a) 


où w, = eh = 69 + ©, &o—= Moic*/h, © = Ejh sont les fréquences 
angulaires du phénomène ondulatoire correspondant ; k — p/A est le 
vecteur d'onde dont la valeur absolue est égale à 2n/A. 
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On voit que lorsque Æ — 0, la fonction d'onde fait intervenir 
un facteur temporel déterminé uniquement par les propriétés internes 
(&,) de la particule, car © —+ 0. 

Ainsi qu'on l’a dit plus haut, la fonction d’onde est une forme 
mathématique auxiliaire servant à déterminer la fonction de distribu- 
tion ou le champ de distribution de la particule dans l'espace (1) 


wir t=t( tpm t=ltr Dr 
= Ip) = + 8. (8.8) 


Il s'ensuit en particulier de l'expression (3.8) qu’une particule 
ayant une impulsion p — C'e déterminée avec précision « s’étend » 
uniformément dans tout l’espace, c’est-à-dire n'est pas localisée 
en un point déterminé de l'espace car pour une telle particule 


wrt)=lp(r, 1 F= 14,1 = Ce. 


Ainsi, si l'impulsion d’une particule est connue exactement 
(c'est-à-dire si Ap, = Ap,, = Ap, = 0), la valeur de sa coor- 
donnée est complètement indéterminée (Ar = Ay — Az = co). Il 
est clair qu'un tel état de la particule est une abstraction mathéma- 
tique, car dans tout cas réel il existe toujours un certain degré de 
localisation de la particule au voisinage d’un certain point (ou des 
points) de l’espace, mais alors c’est l'impulsion de la particule qui 
n’est pas exactement déterminée. La fonction d'onde d'un tel état 
de la particule que l’on appelle paquet d'onde revêt la forme 

1 i 

vtr t= | t(pexp{—lest—(pr]} dp, (8.9) 
c'est-à-dire que + (r, t) représente le développement de la fonction 
d’onde 1} (p) en intégrale de Fourier suivant les ondes monochroma- 
tiques planes (3.6). Ici,  (p) est une fonction qui caractérise la 
répartition de l'amplitude de l’onde monochromatique suivant les 
impulsions p. Ceci signifie que le paquet d'onde qui décrit dans le 
langage ondulatoire le mouvement d'une particule réelle peut être 
représenté par une superposition d’un nombre infiniment grand 
d'ondes planes (fig. 3.1). Selon la théorie des intégrales de Fourier la 
fonction  (p) peut s'exprimer par l'intermédiaire de 1 (r, t): 


v)= [+ Dexp{ lest—(prl} dr, (8.10) 


où dr = dr = dr est un élément de volume. 


@) Comme on l’apprend en électrodynamique, la densité d'énergie des ondes 


lumineuses dans le vide est donnée par wem = (€? + Se*)/8x, où # et R sont 
les vecteurs intensités des champs électrique et magnétique. Ainsi, la partie 
réelle f et la partie imaginaire g de la fonction + sont les analogues de $ et 5. 
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Ainsi, les transformations de Fourier, directe et inverse, repré- 
sentent des opérateurs intégraur qui permettent de passer de la 
fonction d'onde y (r) donnée dans l'espace des coordonnées à la 
fonction d'onde # (p) donnée dans l'« espace » des impulsions et 

vice versa. La fonction d'onde ne 
va représente donc pas une onde ordi- 
naire qui peut se propager seule- 
ment dans l’espace des coordonnées 
ordinaire. Ceci signifie que dans 
z un espace multidimensionnel (espace 
des configurations) les ondes 
doivent être considérées seulement 
comme des ondes de probabilité. 
Fig. 3.1 De plus. étant donné la liaison 
directe entre les deux représen- 
tations des fonctions d'onde: en coordonnées et par impulsion, il 
n'est pas nécessaire en mécanique quantique de donner à la fois 
les valeurs de 1 (r) et de + (p). Pour une description complète de 
l'état d'une microparticule il suffit de donner la fonction d’onde 
dans l’une des représentations indiquées: 1 (r) ou  (p). 

Les paquets d'ondes qui se succèdent périodiquement peuvent 
se représenter par un développement en série de Fourier suivant les 
ondes monochromatiques. Par exemple, dans le cas où la particule 
est animée d’un mouvement à une dimension suivant l'axe zx, la 
fonction d'onde a la forme 


vx. t)=Ù a, cos (wt—k,z), (3.11) 


où a, sont les coefficients du développement qui caractérisent la 
contribution apportée par des harmoniques distincts; k, — 2x/À 
est le nombre d'ondes. 

Le maximum principal de cette fonction pour a, > 0 se situe 
au point t = 0 et x — 0, ce qui signifie qu’en ce point a lieu l’in- 
terférence positive de tous les harmoniques. La localisation du 
paquet d'ondes se caractérise à tout instant { + O par la position 
du maximum principal pour lequel on a 


d'(ot — k,r)/do = 0. (3.12) 


On en tire l'expression pour la vitesse de groupe de déplacement 
du paquet d'ondes: 


Ver = xz/t = dw/dk = dEldp. (3.13) 


Si la variation de l’énergie de la particule est liée à l’action d’une 
force .7 — dp/dt. alors dE = ,#dx. Par suite 


dE = (dp/dt) dx = vdp = vdp, 


parce que le sens de la vitesse et le sens de variation de l'impulsion 
coïncident. Il s'ensuit que la vitesse de groupe v,, du paquet d’ondes 
est égale à la vitesse v de la particule. 

La vitesse de phase de propagation de l’onde de de Broglie a pour 
valeur 


Vpn (©, p) = À (r)/T = w/k (r) = e/p (r). (3.14) 


Comme w = e/hi = mic*/h et k = p/h = mivlh, on a v,y = 
= cv > c, c'est-à-dire que pour les ondes de de Broglie v,4 > c. 
Cette conclusion n'est pas en contradiction avec la théorie de la 
relativité, car l'onde de de Broglie ne peut être assimilée ni à un 
transfert de « signaux », ni à un transfert d'énergie (). Elle ne doit 
être considérée que comme une onde de probabilité fictive (imma- 
térielle) ou comme une « onde de phase qui pilote le transfert d'éner- 
gie » (de Broglie, 1923). 


$ 3.2. Relation d'incertitude de Heïsenberg 


Les ondes de de Broglie se dispersent même dans le vide, c’est-à- 
dire que les paquets d’ondes « s’étalent » avec le temps. Il est évident 
que des microparticules réelles ne subissent dans ce cas aucun chan- 
gement d'état. Un tel comportement du champ de répartition 
w (r, t) d’une particule libre (effet d'étalement) est dû à un des prin- 
cipes les plus fondamentaux qui régit le comportement de toutes les 
microparticules, à savoir le principe d’indétermination ou d'’incer- 
titude (Heisenberg, 1927). Selon ce principe on ne peut pas connaître 
avec une précision totale à la fois les valeurs de certaines paires de 
grandeurs physiques complémentaires, caractérisant l’état d’une 
microparticule, telles que les coordonnées x, y, z et les composantes 
de l'impulsion p>, Py, P:, l'énergie Æ dans un certain état et la 
durée de vie dans cet état At — rt. D’après Heisenberg les incertitu- 
des sur l’état d’une particule Az, Ay, Az, Ap,, Ap,, Ap:, AE, 
At. etc., ne s'expliquent pas par le fait qu'on ne sait pas mesurer 
exactement une coordonnée, une impulsion, une énergie ou un inter- 
valle de temps, mais sont dues à la nature elle-même du monde 
microscopique liée aux propriétés ondulatoires de la matière. Ces 
incertitudes sont liées par les relations suivantes: 


ArAp.> h, (3.15) 
AyAp,> k, (3.16) 
AzAp,>h, (3.17) 
AEAt > h. (3.18) 


Ces relations montrent que plus élevée est la précision avec la- 
quelle on cherche à localiser une particule en l’obligeant à passer 


@) Pour les photons dans le vide, v = € et vpn = c/c = c. 
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par une fente étroite de largeur Az, plus grand sera l’« étalement » 
de l'impulsion de la particule dû à la diffraction de l’onde par cette 
fente, car d’après (3.15) Ap,> k/Az. 

Comme on l’apprend en optique, la diffraction par un diaphragme 
de diamètre d entraîne un flou d’une onde électromagnétique plane 
d'un angle 

6 = Awm /de (3.19) 


Lorsqu'une particule est diffusée de l’angle 6, son impulsion 
varie de Ap, — p.tg 6. Si l'angle 60 € 1, on a Ap, & p.8. 

Il résulte de la formule de de Broglie (3.3) que Ap, = #0/À. En 
introduisant cette valeur de Ap, dans la relation d'incertitude (3.15), 
on obtient l'expression pour l'angle de diffraction 6 > z/Ax analo- 
gue à (3.19). Cette quantité détermine la largeur du maximum 
de diffraction lors de la diffusion d’une onde de de Broglie. Plus 
grande est l'énergie d’une particule, plus petite est la longueur 
d'onde À et plus faible est la diffraction de cette particule par la 
fente de largeur donnée Az. Dans le cas de très hautes énergies, lors- 
que À & Az, le mouvement de la particule peut se décrire dans le 
cadre de la mécanique classique ordinaire de même qu’en optique 
on peut pour ÀAjum & d se contenter de l’approximation de l'optique 
géométrique. 

Ainsi qu'il ressort de la formule (3.18), pour déterminer une 
énergie à AE près, un intervalle de temps At non inférieur à A/AE 
est nécessaire. La valeur de l'intervalle de temps At intervenant 
dans (3.18) a également le sens de la durée de vie + d’un système 
quantique dans un état excité donné. Plus court est T, plus large 
est l’intervalle occupé par la bande d'énergie dans laquelle peut se 
trouver une particule dans un champ de force donné. Puisque suivant 
l’hypothèse de la discontinuité de l'énergie (Planck, 1900) 


E = ho, (3.20) 
on a AE = ñAo et la formule (3.18) peut se récrire sous la forme 
Août = 1. (3.21) 


C'est la « relation d'incertitude » classique (« radio-électrique »} 
qui lie la durée At de l'enveloppe du paquet d’ondes d’un signal 
électromagnétique (durée de l'impulsion) à la bande de fréquences 
Aw qui composent le paquet d'ondes. Pour les ondes électromagné- 
tiques, la vitesse de phase dans le vide ne dépend pas de la fréquence 
et est égale à la vitesse de la lumière. C’est pourquoi toutes les com- 
posantes du paquet d'ondes se déplacent en phase et la forme du 
paquet d'ondes reste inchangée. 

‘Comme il est indiqué précédemment, le comportement des 
ondes. de de Broglie est tout différent : dans le vide, c’est-à-dire en 
l'absence de tout champ de force, on observe l'effet d’« étalement » 
des paquets d'ondes. Si à l'instant t — 0 le centre de gravité d’un 
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paquet d'ondes se trouvait au point z = x, et la fonction d'onde 
avait la forme + (x,, 0), à un instant t >> 0 le degré d'« étalement » 
de la particule Az serait plus grand, c’est-à-dire que la forme de la 
fonction d'onde et donc celle de la fonction de distribution w (x, t) — 
= | (x, t) |* ne resterait pas inchangée (fig. 3.2, a). 

Supposons que ceci ne se produise pas, alors la largeur Az, du pa- 
quet d'ondes qui caractérise le degré de sa localisation devrait rester 
inchangée (fig. 3.2, b). Comme L 
la diese de mouvement du ) Det 
« centre de gravité» du paquet | 
d'ondes s'exprime par 


Vo = (t — to)/t, 
et l'étalement des vitesses à 


l'instant t se caractérise par l’iné- To. ca = 
galité “2 E | 570 
| Z | 
Umax — [(&— 20 +A zo)/ > Eee 1 l 
>o>l(z— 70 — Atoltl = Uoin a) 


l'incertitude sur la vitesse a 
pour valeur 
Av = 2Axlt. 
On en tire pour l'incertitude sur 
l'impulsion 
APx = 2miAtoit. (3.22) 
Si l’on considère un intervalle 


de temps suffisamment grand (à | to E le>0 | 
la limite { — oo), on a Ap, +0 Z LLAx 
pour Az, = Cte. ï ! 


Ainsi, l’«étalement » de la 
valeur de l'impulsion doit di- Fig. 3.2 
minuer avec le temps ct de- 
venir infiniment petit pour {—> œ quelle que soit la valeur 
finie de Ax,. Mais ceci est en contradiction avec le principe 
d'incertitude (3.15). On doit donc conclure que l'effet d’« éta- 
lement » des paquets d'ondes de de Broglie découle non seu- 
lement de la fonction v,1 (®) même pour le vide, mais également de- 
la relation d'incertitude de Heïisenberg. Estimons la valeur de cet 
« étalement » en utilisant la relation (3.15): 


Ap.Nz = [m; (Aro + Az) Azx/tlzf. (3.23) 
Pour Az € Az 
Az=V Alim. (3.24) 


Pour un électron (m; = me), même pendant un temps égal à 
10 ns (10-8 s), on a Az & 2,6 um (c'est-à-dire que Az > r.). Si l’on 
considère le mouvement d’une microparticule de masse m, & 1 g 
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pendant une année (t = 3,5-107 s), l'« étalement » du paquet d'on- 
des n’excédera pas 2-10-!? m. 

Ainsi pour une microparticule l’« étalement » des paquets d'on- 
des dans le vide que laisse prévoir la relation d'incertitude est si 
grand par rapport aux dimensions caractéristiques de la micro- 
particule elle-même ( qu’on doit conclure que la description à 
l'aide d’un paquet d'ondes de de Broglie est inapplicable au mouve- 
ment des microparticules libres dans le vide. L'état d’une micro- 
particule dans le vide se décrit généralement par une onde monochro- 
matique (plane ou sphérique). Comme cela a été montré plus haut, 
un tel état de la particule (Ap, —= 0) se caractérise en vertu du 
principe d'incertitude par l'« étalement » sur tout l'espace (Az = 
—= co). Un modèle (purement symbolique) de la microparticule 
peut être constitué dans ce cas par un point matériel en mouvement 
par inertie. L'utilisation de la fonction d'onde + (x, t) pour la des- 
cription du mouvement d’une particule dans un espace où ne règne 
aucun champ ou dans un champ de force U (x) faiblement variable 
sur la longueur d'onde À — 2xk/p n’est pas nécessaire dans ces cas 
parce qu'elle conduit soit à l’étalement de la particule sur tout 
l’espace pour p, — Ce, soit à un résultat qui, physiquement. n’a 
pas de sens. à l’effet d’« étalement » si la fonction d'onde représente 
un paquet d'ondes. Pour des macroparticules dont la masse est supé- 
rieure de plusieurs ordres de grandeur à celle des microparticules, 
l’« étalement » est si petit devant les dimensions de la particule 
qu'il peut être négligé. De telles particules se comportent classi- 
quement. Le principe d'incertitude est tout à fait étranger à des 
particules macroscopiques. 

Les relations (3.15) à (3.17) peuvent s’écrire sous une forme plus 
générale 


Agdp > fs (3.25) 


où Ag et Ap sont respectivement la coordonnée généralisée et l’im- 
pulsion qui lui est complémentaire (conjuguée). 
On a par exemple la relation 


Ap:AP;:>lhs (3.26) 


où Ag. est l'incertitude sur l'angle azimutal (angle de rotation dans 
le plan xy); AP., l'incertitude sur la z-ième composante du moment 
cinétique de la microparticule. 

Certains des physiciens ont tenté de lier au principe d’incerti- 
tude de Heisenberg la possibilité de la non-observation du principe 
de causalité dans les systèmes microscopiques, en avançant pour de 
tels systèmes le principe d'indéterminisme. Or, une telle manière de 
raisonner est sans fondement. Le principe d'incertitude n’est qu’une 


() En physique quantique, parler du rayon d’une microparticule comme 
d'une quantité rigoureusement déterminée n'a pas de sens. 
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expression mathématique du fait de la réalité objective que les 
notions de grandeurs physiques (telles par exemple que la coordon- 
née et l'impulsion) communement admises en physique classique 
ne peuvent s'appliquer aux microobjets que dans une mesure limi- 
tée, c'est-à-dire avec une certaine approximation. Les processus 
d'interaction faisant intervenir des microparticules, ainsi que les 
processus se déroulant à l’intérieur des systèmes microscopiques 
eux-mêmes (noyaux atomiques, atomes, molécules), ne peuvent pas 
se décrire à l'aide de modèles mécaniques concrets. Les lois qui 
régissent ces processus à l’échelle microscopique sont qualitative- 
ment différentes de celles de la mécanique classique. L'absence de 
modèles clairs du monde microscopique a conduit au concept de 
microparticule comme un certain « hybride » possédant les pro- 
priétés d’une particule et celles d’une onde. Une telle dualité onde- 
corpuscule n'est évidemment qu’un procédé qu'on est amené à utiliser 
pour la description du monde microscopique, une sorte de dédouble- 
ment des notions relatives à cet univers que nos sens ne permettent 
pas de percevoir directement. Le fait est que nos connaissances sur 
la nature de divers objets microscopiques qui constituent certes 
un tout unique ne sont pas encore complètes, ce qui explique le nom 
de « onde-corpuscule » que l’on donne de façon purement conven- 
tionnelle à ce tout. L’impossibilité de prédire exactement la trajec- 
toire d’une particule ou la variation dans le temps de son impulsion 
après l'interaction de la particule avec un champ de force à petite 
échelle donné ne signifie nullement qu'on attribue à l’électron ou 
à une autre microparticule une «liberté de volonté » mais veut 
dire seulement que ces objets obéissent à d’autres lois physiques, 
qu'ils possèdent d’autres caractéristiques physiques, par exemple, 
une fonction d’onde 1p (x. t) et non une coordonnée zx (ft) comme une 
fonction du temps. Or, la donnée de la fonction d'onde à l’instant 
initial t — 0, c’est-à-dire de 7 (x, 0) détermine entièrement au 
sens de la mécanique quantique le comportement ultérièur de la 
particule de même que la donnée des coordonnées et des impulsions 
à l'instant initial détermine la trajectoire d’une particule « clas- 
sique » dans un champ de force donné. Une seule différence consiste 
en ce que pour une macroparticule on peut prédire la forme des 
fonctions x (t) et p (t), alors que pour une microparticule seulement 
la forme de la fonction de distribution, c'est-à-dire calculer la 
probabilité w (x, t) dx ou w (p. t) dp de localisation de la particule 
dans un certain intervalle de coordonnées (de x à x + dx) ou d'im- 
pulsions (de p à p + dp). Aussi, les prédictions relatives au com- 
portement des microparticules ont-elles toujours un caractère pro- 
babiliste. 

Si la fonction de répartition w (xs, 0) de l’état initial d’une 
particule est connue, la fonction de distribution w (x, t) peut se 
déterminer univoquement par résolution d’une équation différen- 
tielle du premier ordre par rapport au temps (v. $ 3.3) qui remplace 
pour les microparticules l’équation du mouvement (3.1). Le prin- 
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cipe de causalité exige qu’en connaissant l’état initial d'une parti- 
cule on puisse prédire son comportement à l'avenir. 

De ce qui précède nous pouvons conclure qu’en mécanique quan- 
tique (ondulatoire) le principe de causalité reste valable. Mais dans 
ce cas, le déterminisme a un autre caractère, probabiliste, ce qui 
confirme une fois de plus qu'on ne peut pas étendre aux systèmes 
microscopiques les concepts mécaniques de la physique classique. 
Selon une expression exacte et imagée de V.I. Lénine, la reconnais- 
sance des éléments invariables quelconques, de « l'essence immua- 
ble des choses, »etc., n’est pas un matérialisme mais un matérialis- 
me métaphysique, c'est-à-dire antidialectique. Quant à la méthode 
dialectique, elle exige l'abandon de conceptions classiques lors de 
la description des systèmes microscopiques dont les échelles spatio- 
temporelles et les propriétés physiques diffèrent radicalement des 
propriétés des corps macroscopiques auxquels nous avons affaire 
dans la vie quotidienne, dans les industries et en laboratoire et 
qui se décrivent par le modèle du point matériel. La mécanique quan- 
tique est justement la branche de la physique qui permet de décrire 
et de prédire avec une précision suffisante le comportement de 
particules aux échelles moléculaire, atomique et subatomique. 
De l'équation quantique relativiste de Dirac (v. $ 1.3) il résulte la 
possibilité de création et d'’annihilation de paires particule-anti- 
particule. Il est évident que rien de pareil ne pourrait se produire 
si la microparticule était représentée par une certaine petite « bille » 
qui se décrit entièrement par la donnée de six nombres (x, y, z, 
Px Pys P-) et ne présente aucune autre propriété. 


$ 3.3. Equation de Schrôdinger 


Si une microparticule se déplace dans un certain champ de force 
U (r), sa vitesse de phase v,, varie continuellement, ce qui conduit 
à un phénomène analogue à la réfraction d'une onde électromagné- 
tique dans un milieu à indice de réfraction variable n (r). La liaison 
entre le caractère du champ de force et l’état de la microparticule 
peut se déterminer à partir de l'équation fondamentale de la méca- 
nique quantique qui est l'équation de Schrôdinger (Schrôdinger, 
1926). Cette équation est impossible à établir d’une façon rigoureuse 
de même qu’on n'établit pas les équations du mouvement des par- 
ticules macroscopiques de Newton ou les équations de Maxwell pour 
le champ électromagnétique. Pourtant, en utilisant l'expression 
(3.7) pour la fonction d’onde + (r, t), on peut établir la relation 
entre la fonction d'onde et le champ de force U (r) sous forme de 
l'équation de Schrôdinger. 

Dérivons la fonction # par rapport au temps, il vient 


dp/ôt= —(i/h) (E + for) Ÿ = 
= — (ii) (E 4h00) bo(nexp[ —+(E+ñu)t|, (3.27) 


70 


d’où 


.r 41 0 
E+ho=ih + . (3.28) 


Dérivons maintenant la fonction 1 deux fois par rapport à x, 
ce qui donne 


me (+) Pi. (8.29) 


Les expressions pour 4*/ôy° et 0*f/6z° ont une forme analogue. 
On en tire 


) 1 0? 
pi=—PeT, (3.30) 

2 1 6° 
= À, (8.31) 

= LV 
pa= —h? ÿ 2° (3.32) 

L'énergie totale de la particule a pour expression 
e = Moic® + Mmow?/2 + U (r) = moc° + E. (3.33) 
Dans ce cas l'énergie cinétique de la particule s'écrit: 

K = p°l2m, = (pe + pr + pa)/2mi. (3.34) 


La longueur d'onde de de Broglie À (r) peut s'exprimer en tout 
point r du champ de force U (r) par l'énergie totale au sens de la 
physique classique (non relativiste) : 


E = € — mic (3.35) 
et par l'énergie potentielle U (r) 
E=K+U (r), (3.36) 


Ar) =2nhi/V 2mik = 2nh/V 2m [EU (r)]. (3.37) 


Dans le cas non relativiste, le terme ho, figurant dans (3.28) 
peut être négligé. Alors, en reportant l'expression (3.28) dans le 
premier membre de l'équation (3.36) et l'expression (3.34) dans 
son second membre, on obtient en tenant compte de (3.30), (3.31), 
(3.32) et en posant U (r) = 0, l'équation de Schrüdinger 


in 20 = À ge, (3.38) 


où V? = A = 0?/0x° + 9°/ôy® + 62/02? est l'opérateur de Laplace en 
coordonnées cartésiennes (1). 


@) En coordonnées sphériques (r, Ô, œ) on a 
JT Ge din oo À à 
A=-3 7H (r 7) tr ET) (sins #5) TF6 ET 
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Sous sa forme la plus compacte, l'équation d'onde de Schrôdin- 
ger qui fait intervenir un temps s'écrit: 


in = Ëy, (3.38a) 


où À = — (k2/2mo1) À + Ü (r) est l’opérateur d'Hamilton (hamil- 
tonien) pour une particule dans lequel le premier terme est l’opéra- 


teur d'énergie cinétique X (p) et le second, l'opérateur d'énergie 
potentielle U (r) (1). 

L'équation de Schrôdinger de la forme (3.38) ou (3.38a) est dite 
équation d'onde de Schrôdinger. Si dans cette équation on substitue à 
sa valeur (3.7) et à &p/ôt sa valeur (3.27), la variation en fonction 
du temps se trouve éliminée et on obtient une équation dite équation 
de Schrüdinger stationnaire (ou d'amplitude) (2): 


ho (x) = Edo (x), (3.39) 
ou encore 


Apo (7) + (2mos/h°) LE — U (r)]po (r) = 0. (3.392) 


Soulignons une fois de plus que les formules ci-dessus ne cons- 
tituent pas une démonstration ou un établissement de l’équation de 
Schrôdinger. C’est seulement la comparaison des résultats des expé- 
riences avec le comportement des microparticules dans des champs 
de force prévu par l'équation de Schrôdinger qui peut prouver la 
validité de cette équation. 

L’équation de Schrôüdinger est une équation différentielle homo- 
gène du second ordre. Ceci signifie que la fonction d’onde +, se dé- 
termine à partir de (3.39) à un facteur constant arbitraire près dont 
la valeur peut être trouvée en utilisant la condition de normalisation 
de la fonction d'onde: 


À vobz de À por)? dir 1, (8.40) 


où dÿr = d1 — dx dy dz est un élément de volume et l'intégrale 
est étendue sur tout l’espace. 

La signification physique de cette condition est que la probabilité 
de trouver une particule en un point quelconque de l’espace est 
une certitude. La fonction de distribution w (r) = |, (r) [* doit 
être une fonction univoque de r. De ce fait, la fonction 1, (r) doit 
être une fonction univoque des coordonnées et, en vertu de la con- 
dition (3.40), elle ne doit nulle part prendre une valeur infiniment 


() Cette opération se ramène à une simple multiplication de la fonction 
d'onde + (r, t) par la fonction U (r, t). Le terme correspondant à l'énergie au 
repos mosc? est omis dans l'équation de Schrüdinger non relativiste. 

(2) Parfois on l'appelle encore équation de Schrôdinger en coordonnées. 
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grande. Si la quantité À = £ — Ü (r) a une valeur finie, il s'ensuit 
de l'équation de Schrôdinger (3. 39) que le laplacien Ay, (r) doit 
lui aussi être fini, c'est-à-dire qu'aucune des dérivées secondes de- 
Yo par rapport aux coordonnées ne prend une valeur infinie. Mais 
ceci n'est possible que si les dérivées premières de 4, par rapport 
aux coordonnées sont des fonctions continues. Une fonction finie 
dont les dérivées sont continues doi être elle-même une fonction 
continue des coordonnées. 

Le champ de force U (r) peut DiesSuter des surfaces de discon- 
tinuité, mais l'exigence de continuité de la fonction d'onde reste 
dans ce cas en vigueur. Une particule ne peut pas pénétrer dans la 
région où Ü (r) — oc. C'est pourquoi on a ici Ÿ, — 0. Puisqu’en 
vertu de la condition de continuité, la fonction d'onde doit s’annuler 
sur la frontière de cette région, la dérivée dp,/dt peut subir sur cette 
frontière une variation par saut. 

Ainsi, en partant de la signification physique de la fonction 
de distribution, nous pouvons conclure qu’une solution de l’équa- 
tion de Schrôdinger peut être donnée non par toute fonction mathé- 
matique possible mais uniquement par celle qui satisfait à des con- 
ditions bien déterminées. Comme il résulte des raisonnements 
précédents, ces conditions sont au nombre de quatre. La fonction 
d'onde doit être : 1) une fonction finie der ; 2)unefonctionunivoqueder ; 
3) une fonction continue de r; 4) ses dérivées par rapport à r doivent 
être elles aussi des fonctions continues. Par conséquent, une fonction 
d'onde constituant une solution de l'équation de Schrôdinger ne 
doit présenter ni des discontinuités, ni des cassures dans tout le 
domaine considéré de variation des coordonnées. La forme de la 
fonction L’ (r) détermine les valeurs de l'énergie E auxquelles cor- 
respondent des solutions de l'équation de Schrôdinger satisfaisant 
aux conditions sus-indiquées. Comme il sera montré plus loin, 
toutes ces conditions peuvent être satisfaites soit pour toutes va- 
leurs du paramètre Æ, soit uniquement pour ses valeurs discrètes 
et ceci suivant la forme du champ de force. Il se peut également 
que les valeurs de Æ soient discrètes dans un domaine de variation 
de la fonction U (r) et continues dans un autre. 

Les valeurs de l'énergie Æ pour lesquelles l’équation de Schrô- 
dinger possède des solutions satisfaisant aux conditions aux limites 
et à la signification physique de la fonction de distribution w (r) 
sont appelées valeurs propres (nombres caractéristiques) de l'équation 
de Schrôüdinger. L'ensemble des valeurs propres Æ; (i — 1, 2, 3. .. 
+... (g — 1), g) constitue le spectre de valeurs propres de l'équa- 
tion de Schrôdinger. Suivant le caractère de la fonction U (r). ce 
spectre peut être discret, continu ou mixte. Les fonctions d'onde 
Vos (r) qui constituent des solutions de l’équation de Schrüdinger 
pour des valeurs propres de l'énergie Æ; sont appelées fonctions 
propres (fondamentales) de l'équation de Schrôdinger. Si pour une 
même valeur propre £; il existe plusieurs (par exemple g) fonctions 
propres (6, Wor, boy; - -.. W®), ceci signifie qu'un tel état 
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“quantique est dégénéré. Lorsque g > 1, on dit que la dégénérescence 
-est de multiplicité g. Chacune des fonctions d'onde propres non 
-dégénérées est une solution indépendante de l'équation de Schrô- 
dinger. (Cette propriété d'indépendance (d’incompatibilité) des 
-solutions de l'équation de Schrôdinger est désignée sous le nom 
-d’orthogonalité des fonctions d'onde. Mathématiquement, cette 
propriété s'exprime par le fait qu'entre les différentes fonctions 
-d’onde, par exemple entre la fonction 4,; (r) correspondant à £ = E; 
-et la fonction ÿ,4 (r) correspondant à £ = E;, il n’y a aucune cor- 
rélation, c’est-à-dire que l'intégrale, prise sur tout l’espace, du 
produit de os (r) par la fonction complexe conjuguée #5: (r) est 
nulle si ik: 


tros (x) pôn (r) dr = 0. (8.41) 


La condition de normalisation (3.40) et la condition d'orthogo- 
nalité (3.41) des fonctions d'onde sont généralement réunies en une 
-seule condition dite condition d'orthonormalisation : 


Î or (7) Va (x) dr = ôu, (8.42) 


-où Ô;n est le symbole de Kronecker (ô;x = 1 pour i = k; ô = 0 pour 
i £k). 

L'ensemble de toutes les fonctions d'onde propres de l'équation 
-de Schrôdinger pour une valeur donnée de U (r) est appelé famille de 
fonctions d'onde. Cette famille est dite fermée si toute fonction d'onde 
qui n'appartient pas à cette famille mais satisfait aux mêmes con- 
.ditions aux limites peut être développée en série suivant les fonc- 
tions d'onde propres de la famille. Si le spectre de valeurs pro- 
pres £, est continu, ce développement peut se faire à l’aide de l’in- 
tégrale de Fourier. 

L'équation de Schrôdinger stationnaire (3.39) peut se présenter 
sous la forme 


Vo (r) + (2moiK/h°) ÿo (r) = 0. (3.43) 


En tenant compte que À = p*/2m,;, on peut mettre l'équation 
-(8.43) sous la forme suivante: 


Vo () + {ana M} po (r) = 0, (3.44) 


-où À (r) est donné par la formule (3.37). 

Dans le cas des ondes électromagnétiques Aum = € (r)/v = 
= vhn/v et por) —u(r) [c'est-à-dire £ (r) ou 4 (r)l. Alors, au 
lieu] de (3.44) on obtient 


Vu (r) + (ow*/vir) u (r) = 0. (3.45) 
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Dans le vide, v,1 = c, c’est-à-dire que 
Vu (r) + (w/c}° u (r) = 0. (3.45a) 


Ainsi, l'équation de Schrôdinger est l'équation d’onde ordinaire 
de l'optique écrite pour des ondes dont À = h/p, c'est-à-dire pour 
les ondes de de Broglie. 

En électrodynamique, une variation de la densité de charge élec- 
trique en un certain point p (r, t) est liée à la densité de courant 
(densité de flux de charge) J (r, t) en ce point par l'équation de con- 
tinuité (loi de conservation de la charge): 


dp (r, t}/0t + div J (r, t) = 0. (3.46) 


L’analogue de cette équation en mécanique quantique pour 
toutes microparticules (neutres ou électriquement chargées) est 
facile à obtenir à partir de (3.38). Commençons par écrire l'équation 
(3.38a) pour la fonction #*, conjuguée complexe de 1: 


L pp Ne —— Vape + Up. (3.47) 


Multiplions les deux membres de cette équation par Ÿ, l'équation 
(3.38) par ÿ* et soustrayons membre à membre l'expression (3.47) de 
l'équation (3.38). Il vient 


in (pt LE y) + (prAY—pAY*)=0, (3.48) 
d'où 
Ch) + div (pvp — pv*) = 0, (3.49) 
ou encore 


ôw (r, t)/0t = —div [(in/2m,;) (p*Vp — pVY*)] = 0. (3.50) 


Ici, wir, t) = dp* = | (r, t) [* est la densité de probabilité de 
localisation (présence) de la particule au voisinage du point r, et 


J = (ih/2mos) (VE — p*VY) (3.51) 


est le vecteur densité de flux de probabilité. 

La fonction de répartition w (r, t) pouvant également être con- 
sidérée comme la densité moyenne des particules et J comme le flux 
moyen de particules par unité de surface et unité de temps, l’équa- 
tion 

Owlôt + div J = 0 (3.52) 


doit être interprétée comme la loi de conservation du nombre de 
particules (plus exactement, de la masse des particules). On sait 
qu'en mécanique quantique relativiste la loi de conservation du 
nombre de particules ne s’observe pas parce que les particules peu- 
vent s'annihiler en entrant en réaction avec les antiparticules corres- 
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pondantes, alors que pour £ >> 2m,;c° elles peuvent se créer (par 
paires). Quant à la loi de conservation de la masse (de l’énergie) 
et de la charge électrique, elle est toujours observée. 


En outre, il faut avoir en vue qu’une particule, telle que le photon, dont 
la masse au repos est nulle, est dans toutes les conditions une particule relati- 
viste qui peut se créer et se détruire pour toutes les énergies (même aussi faibles 
que l’on veut). Pour £ > 2mo;c° toutes les particules deviennent similaires à des 
photons (à un champ électromagnétique). C'est pourquoi, dans le cas relativiste, 
il convient d'utiliser non pas l'appareil de la mécanique quantique de Schridin- 
ger mais les méthodes de la théorie quantique du champ (champ électron-positron, 
champ nucléonique, champ mésique, etc.) et notamment la méthode de seconde 
quantification (v. chap. 4). Cette méthode consiste essentiellement à utiliser 
comme variables indépendantes non pas une collection de grandeurs mécani- 
ue (r, p, £), qui caractérisent l’état des particules, mais le nombre de particu- 

es dans ces états. 


En multipliant w et J par la masse m,; d'une particule (ou par sa 
charge e;), on peut obtenir une équation de continuité qui lie la 
densité moyenne de la substance (de la masse ou de la charge) avec 
la densité moyenne du flux de substance (de masse ou de charge). 
La signification physique de ces équations est que la variation de 
la densité de masse (de charge) dans une certaine région infiniment 
petite de l’espace est due à l'entrée ou à la sortie d’une masse (d’une 
charge) à travers la surface qui limite cette région. 

Dans le cas où une microparticule est en outre soumise à un champ 
magnétique -Æ = rot À (A étant le potentiel-vecteur du champ 
électromagnétique), la formule donnant le vecteur densité de flux 
de probabilité comporte un terme supplémentaire : 


3 = (ik/2mo) QT — HÉVA) — (esmosc) Abb* (3.53) 


qui caractérise l'interaction de la microparticule avec le champ. 


$ 3.4. Méthode quasi classique de résolution 
de l’équation de Schrôdinger 


La mécanique quantique renferme comme cas limite (k — 0) 
la mécanique classique de Newton. Les résultats obtenus à l'aide 
de l’équation de Schrôdinger peuvent toujours être extrapolés aux 
systèmes macroscopiques, alors que l’extrapolation de la mécanique 
classique aux systèmes de dimensions atomiques et subatomiques 
est inadmissible. En faisant usage de l’équation de Schrôdinger et 
de l'équation de continuité (3.52), on peut obtenir l'expression 
suivante 


Moi (dx/dt®) = ( 4* [— AU (x) 0xhpar, (3.54) 
où zx est le « centre de masse » de la microparticule (« centre de 
gravité » du paquet d'ondes, fig. 3.3); [—OU (xr)/ôx], la composante 


le long de x de la force qui s'exerce sur les particules ; dt, un élément 
de volume. 
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De l'expression (3.54) il résulte que le « centre de gravité » du 
paquet d'ondes se déplace avec une accélération déterminée par la 
masse de la particule et la valeur moyenne de la force exercée sur 
cette particule. Cette proposition est appelée théorème des valeurs 
moyennes ou théorème d'Ehrenfest (Ehrenfest, 1927) qui établit une 
sorte de pont entre la mécanique quantique et la mécanique clas- 
sique. 

Ti dans les limites de l'« étalement » du paquet d'ondes la force 
est constante ou varie peu (fig. 3.3, a), la dérivée OU (x)/0x figurant 
dans (3.54) sous le signe somme peut être remplacée par sa valeur 
au point z. Alors, compte tenu de la condition (3.40), l'intégrale 
(3.54) devient égale à l'unité. Par de 
conséquent, l'équation (3.54)se trans- W{x)} 27 w{r) 
forme en une équation classique ay 


— 


ordinaire du mouvement de Newton: az 


Moi (dér/dt®) = — [OU (x)/6x],_3. 
(3.55) È 


h 


Il est évident que des équations 

analogues peuvent également s'écrire w(z) au 

: az 
pour les deux autres coordonnées du 
cartésiennes y et z. ax 

Ainsi, le mouvement des micro- 
particules dans des champs de force W(x) 
macroscopiques (champs faiblement 
dépendant des coordonnées zx, y et z = 
sur des distances de l’ordre de la 5 
longueur d'onde de de Broglie) obéit | 
aux lois de la mécanique newtonienne Fig. 3.3 
qui est un cas particulier de la méca- 
nique plus générale des particules, c'est-à-dire de la mécanique 
ondulatoire (quantique). Ceci est vrai pour le mouvement des 
électrons dans les divers tubes à rayons cathodiques, dans les 
analyseurs d'énergie et dans d’autres appareils électroniques à 
vide. L’étude des lois du comportement classique des particules 
chargées dans de tels champs électriques et magnétiques « à grande 
échelle » de différentes configurations fait l’objet du chap. 2 du 
présent livre. 

L'expression (3.54) montre que si le champ est fortement inhomo- 
gène dans la région où la fonction de distribution w (x, t) de la 
particule est non nulle (fig. 3.3, b), la mécanique classique cesse de 
décrire le comportement de la particule et il devient donc nécessaire 
de résoudre l'équation de Schrôdinger de façon rigoureuse (ou ap- 
prochée). 

A la limite, le passage des lois plus générales de la mécanique 
quantique aux lois plus simples de la mécanique classique est analo- 


H 
& 
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gue au passage de l'optique ondulatoire à l'optique géométrique. En 
optique ondulatoire qui s’appuie sur les équations de Maxwell, les 
composantes £ (r) et 4 (r) du champ électromagnétique se présen- 
tent généralement sous forme complexe: u (r) = a (r) exp li (r)l, 
où a (r) et @ (r) sont respectivement l’amplitude et la phase réelles. 
En optique géométrique, au lieu des ondes on considère des rayons 
dont la marche est déterminée par le principe de Fermat (Fermat, 
1660) : 


| (dS/Vium) = Min, (3.56) 


où dsest un élément de trajet du rayon; Cum la vitesse de propagation 
de la lumière. ; 

L'intégrale est prise sur tout le chemin du rayon. La quantité 
ds:U'jum est le temps mis par le rayon pour parcourir l'élément ds. 
Par conséquent, le sens du principe de Fermat est que le « chemin 
optique » du rayon (et donc le temps de propagation) doit avoir des 
valeurs minimales possibles. Mais le chemin optique détermine le 
déphasage sur tout le trajet du rayon. Ainsi, le principe de Fermat 
peut s’interpréter comme celui de différence de phase minimale lors 
de la propagation de la lumière (en optique géométrique, on fait 
intervenir l’iconale et non la phase). 

En multipliant les deux membres de l'équation (3.56) par la 
fréquence v, on obtient 


Î (ds/}) = min, (3.56a) 


Ceci signifie que le trajet du rayon doit comprendre un nombre 
minimal de longueurs d'onde et qu’à l’approximation géométrique 
on ne considère que la direction de propagation correspondant au 
maximum principal du diagramme d'interférence (des ondes). Par 
conséquent, l’approximation géométrique décrira bien les lois du 
mouvement des flux d'énergie électromagnétique si la longueur 
d'onde est petite par rapport aux dimensions caractéristiques des élé- 
ments optiques. Dans ce cas, les maximums d'interférence d'ordres 
supérieurs (zones de Fresnel) seront très voisins du maximum prin- 
cipal. Ceci correspond au cas des grandes valeurs absolues de la 
différence de phase ®. 

En mécanique classique, on utilise le principe de moindre action 
(principe de Maupertuis) qui exige que le produit par le temps d’une 
certaine quantité S appelée action et ayant les dimensions d’une 
énergie doit être minimal (®. En mécanique classique, la trajec- 
toire peut se déterminer à partir du principe de variation de l’inté- 
grale suivante: 

1 


8S (z, ya 5, 1) 6 | (x, y, 2, dt, (3.57) 


G@) En SI, les dimensions de S sont J.s. 
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où £ (x, y, z, t) = K — L'(r) est la fonction de Lagrange tradui- 
sant la différence entre l’énergie cinétique et l'énergie potentielle. 

L'intégrale (3.57) calculée le long de la trajectoire de la particule- 
est appelée intégrale d'action. Le grad,S = p est la quantité de mou-- 
vement, c’est-à-dire l'impulsion de la particule, et le grad, (S/mos)— 
= v est sa vitesse. 

En mécanique quantique, l'état d'une microparticule se décrit. 
par la fonction d'onde # (r, f) qui est solution de l'équation de- 
Schrôdinger : 


— (%%/2mos) Ab + U (zx ya 2) Ÿ = ih (dp/6t). (3.58) 


Dans la méthode quasi classique de résolution de cette équation 
appelée également méthode d’approximation BKW (du nom de ses 
auteurs Brillouin, Kramers, Wentzel, 1926), la fonction d'onde- 
est cherchée sous la forme 


Ÿ (Zs Ys 2: t) = a exp (ig) = exp (iS/i), (3.59} 


c'est-à-dire qu’on admet que S = Cte-®p, où le facteur de proportion- 
nalité est la constante de Planck #. La phase étant une grandeur sans- 
dimension, le facteur de proportionnalité doit avoir les dimensions 
d'une action. La quantité À constitue une échelle naturelle de l’ac- 
tion dans les systèmes microscopiques. Si l'on reporte l'expression 
(3.59) dans l'équation de Schrôdinger (3.58), on obtient l'équation 
permettant de déterminer la fonction S: 


—0510t = (grad S)Y2mo1 — (ihl2ms) AS + U(r). (3.60) 


A l’approximation géométrique de l'optique ondulatoire cor- 
respond la condition ÀAu,,—- 0 et à l'approximation quasi classique- 
de la mécanique ondulatoire (quantique), la condition À (k/p) —+ 0. 
Le passage à de faibles valeurs de À et donc à de fortes variations 
de la phase sur de petites distances peut s'effectuer pour toute valeur- 
de p de façon purement formelle comme le passage à la condition 
h — 0. On peut donc développer, de façon formelle, la fonction d’ac- 
tion classique S suivant les puissances de (k%/i) en considérant 
comme un petit paramètre: 


S = Se + (ñ/i) Si + (lis, + CCE (3.61) 


En introduisant (3.61) dans (3.60), en identifiant les termes des 
mêmes puissances de À et en négligeant les petits termes contenant 
k°, on obtient 


—0S,1ôt = [(grad S,)/2m,:l + U (r), (3.62} 
—0S,/ôt = [(grad S, grad S;)/mosl + ASo/2mos. (3.63} 


La première de ces équations coïncide avec l'équation de Hamil- 
ton-Jacobi de la mécanique classique, et la seconde peut être rame- 
née à l'équation de continuité de l’hydrodynamique classique. En 
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æffet, en multipliant l'équation (3.63) par w (r, t) = | p |? — 
= exp {2S, (t)] et en tenant compte que 


ôw/ôt = 2 (ôS,/ôt) w, 
Vw = 2VSiw, 
on obtient 
—ôw/ôt = (VS, Vw + wAS,) = 
= div (WVS:)/mos = div (wv). (3.64) 


Cette équation montre que la densité de probabilité de présence 
de la particule dans une certaine région de l’espace se meut dans 
l'espace suivant la même trajectoire que celle de la particule « clas- 
sique » avec une vitesse v = VS,/m,1 perpendiculaire aux surfaces 
de S, = Cte. Ces surfaces sont des surfaces équiphases de la fonc- 
tion d'onde. 

Appliquons maintenant la méthode BKW pour calculer la fonc- 
tion d'onde des états stationnaires de la particule en nous limitant 
au cas du mouvement à une dimension, c'est-à-dire en admettant 
que + = v (x, t). Dans le cas des états stationnaires (Æ — C'e) la 
fonction d'onde prend la forme 


dx, t) = 1, (x) exp (—iEt/h). (3.65) 
Par conséquent la fonction d’action s'exprime par 
Sy t) = —Et+S, (x), (3.66) 


où S, (x) est l’action raccourcie (c'est-à-dire la fonction dépendant 
uniquement des coordonnées). 

Dans ces conditions on peut considérer que les fonctions S;, 
S», ... sont indépendantes du temps. L'équation de Hamilton- 
Jacobi (3.62) donne pour ce cas 


E = (VS) /2m0 + U (x), (3.67) 
D'où 


S;(x)= + [V SmalË—U(z)] dr=+ | p(x)dr, (3.68) 
0 


Ot—)h 


où p(z) = V 2m LE — U (x)] est l'expression ordinaire pour 
l'impulsion « classique » de la particule en fonction des coordonnées. 
Déterminons la fonction S, à partir de l’équation (3.63). Puisque 
S, ne dépend pas du temps, on peut écrire 
(4S,/dzx) (dS,/dx) + (dS,/dx?)/2 = 0, (3.69) 
ou encore 
(dS/dx) = —(dS,/dx?)/2 (dSé/dx) — —(dp/dx)/2p, (3.70) 


d’où 
S1 = —(In p;)/2 + Cte = In p;? + Cte, (3.71) 


Puis, en portant (3.71) dans (3.61) et (3.59), on obtient une 
expression approchée (aux termes du premier ordre en paramètre 
h près) de la fonction d'onde 


vote) =1C/Vrtalexp | (/5) | p(a) az ]+ 
+10 Vrtalexp | —(# | p(ods] (E>0. (372 
bte) =1C/VTreilexp [#4 [1 pt) d2]+ 
+IC/VTPG@ exp [#4 [ip(o dr] (E<0, (3.73 


où Cr, Ca, Ci et C; sont des constantes ; 1/W p (x) = exp [(—In p.)/21. 

Le carré du facteur px"? v- 72 (x) caractérise la probabilité 
de présence de la particule dans l'intervalle de x à x + dr. En effet, 
dans le cadre de la mécanique quantique 
cette probabilité est proportionnelle à 
box) (? dx © driv (x), alors qu'en mécani- 
que classique elle se détermine parle temps 
dt = dx/v (x) de séjour d’une « particule 
quasi classique » dans la région de l'«es- 
pace unidimensionnel ». 

L'expression (3.72) de la fonction d'onde 
correspond à la région de E > U (x), où 
l'impulsion de la particule est une quan- 
tité réelle (fig. 3.4). Cette région d’éner- 
gie est «classiquement accessible» et 
la fonction d'onde a ici un caractère oscillatoire de période inver- 
sement proportionnelle à l’impulsion de la particule. La région de 
E << U (x) est «classiquement inaccessible ». Dans cette région, 
l'énergie cinétique de la particule À = E — U (x) est négative et 
donc l’impulsion p © (E — U)'/* devient imaginaire. Les exposants 
des exponentielles figurant dans (3.73) seront dans ce cas réels, ce qui 
signifie que pour À << 0 les fonctions d'onde décroissent exponen- 
tiellement. 

L'approximation quasi classique que nous venons de considérer 
est valable si le terme ikAS,/2m,; contenant À est effectivement 
petit devant le terme (VS,)*/2m,1, on peut donc le négliger lorsque 
l'expression (3.61) est introduite dans (3.60). La condition d’applica- 
ne de la méthode d’approximation BKW peut donc s'écrire sous 
a forme 


Fig. 3.4 
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ou encore, compte tenu que VS, = p, 
kR|VPp|< p°. (3.75) 


Dans le cas du mouvement à une dimension cette condition 
prend la forme 


(fi | dplaz |/p) € 1, (3.76) 
ou 
| dk/dz | 1, (3.76a) 


où x = À2n, À (x) = 2nh/p (x). 

C'est la condition quantitative d'’applicabilité de la méthode 
quasi classique de résolution de l'équation de Schrôdinger. Par 
des mots elle peut s'exprimer ainsi: la variation de la longueur 
d'onde de de Broglie dans des champs de force sur des distances 
de l’ordre de cette longueur doit être petite. La condition d’appro- 
ximation « quasi classique » (3.76) peut s’écrire sous une forme lé- 
gèrement différente. Tenons compte de ce que 


dplèz = d {2m LE — U (x)l}/dr = 
= —{m,;/p (x)] IdU (x)/dx] (3.77) 


et introduisons (3.77) dans (3.76), il vient 


"(moh/p5) (dUIdzx) | 1, (3.78) 
ou encore 
F7 (I mit, (3.78a) 
où .# (x) = —dU/dr est la force « classique » exercée sur une par- 
ticule. 


Cette condition signifie que la méthode BKW est inapplicable 
au voisinage des « points de retour » en lesquels p, — 0 (x — co). 
Dans ce cas l'énergie cinétique de la microparticule est nulle parce 
que pour E — U (x) la particule doit s'arrêter (au sens classique) 
et commencer à se mouvoir dans le sens opposé. On peut donc con- 
clure que la méthode quasi classique n’est applicable que dans le 
cas d’une variation suffisamment faible de l’énergie potentielle et 
donc de l'impulsion, d’un point à l’autre, sur une distance de l'or- 
dre de x. À remarquer que pour des microparticules de nature diffé- 
rente, c'est-à-dire de masse m,; différente, les mots « suffisamment 
faible » signifient que les valeurs concrètes de dU/dx et de la vitesse 
de mouvement de la particule à partir desquelles la méthode BKW 
est applicable ou inapplicable dépendent de la masse au repos mi. 

Si nous désignons par x, la dimension caractéristique sur la- 
quelle le champ U (x) subit une variation appréciable, la condition 
(3.76) peut s’écrire sous une forme simplifiée suivante: 


k & Zo- (3.79) 
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Elevons au carré l'inégalité (3.79), ce qui donne 
K = p2ms> h2/2moixs. (3.80) 


Ainsi, l'énergie totale de la particule doit être suffisamment 
grande devant un certain paramètre énergétique quantique }?/2m,;x5 
qui varie comme l'inverse de la masse au repos de la particule et 
du carré de l’échelle caractéristique de variation du champ de force. 


Illustrons ce qui vient d’être dit par des exemples numériques. Pour un 
électron de masse mo; — moe et x, de l’ordre de la dimension atomique ou de la 
constante de réseau cristallin (d æ 10-19 m), le paramètre A°?/2mç.d° # 10 eV. 
La méthode BKW peut donc être utilisée à partir des énergies À — 100 eV. 

Pour des particules de masse de l’ordre de celle du proton (mo, Æ 10-°? kg) 
et d æ 10-10 m, le paramètre #*/2mç5,d° = 10% eV (c’est-à-dire de l’ordre dexT 
à la LnpTAURe ordinaire). Ici, la méthode BKW est applicable à partir de 
K 7; 0,1 eV. 

Pour des processus intervenant à l’intérieur du noyau atomique (dy — 
— 10-15 m), le paramètre f%*/2m0,d%, & 10* eV, c'est-à-dire que dans ce dernier 
cas les méthodes quasi classiques ne sont applicables que pour des particules nu- 
cléaires dont l’énergie À = 1 GeV. 


L'inapplicabilité de la méthode BKW au voisinage des points 
de retour exige dans ces cas de résoudre l'équation de Schrédinger 
par intégration exacte. 

La longueur d’onde de de Broglie d’une particule peut égale- 
ment être comparée à une telle grandeur « classique » que le rayon 
de courbure R de la trajectoire. En cinématique, on établit la rela- 
tion suivante entre l'accélération a de la particule, la vitesse v et 
le rayon de courbure de sa trajectoire R : 


a? = (dv/dt)* + (1°/RY°. (3.81) 
Par suite, 
a> 1°/R. (3.82) 
Mais de l'expression (3.78) il résulte que 
| ha/mou® | 1, (3.83) 
où a = |z|=— |dUlaz |/mor. 
Si l'on reporte l’expression (3.82) dans (3.83), on obtient 
(ilmowR) € 1, (3.84) 
ou 
G/R) € 1. (3.85) 


Ainsi, pour que la méthode BKW soit applicable, la longueur 
d'onde de de Broglie doit être petite par rapport au rayon de cour- 
bure de la trajectoire « classique » de la particule. 
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$ 3.5. Lois générales du mouvement à une dimension 
d’une microparticule quantique 


Le mouvement de la particule suivant un certain axe, par exem- 
ple l’axe x dans un champ de force à une dimension U (x), est un 
modèle idéalisé du mouvement le plus simple d’une microparticule 
obéissant à l'équation de Schrôdinger. Dans ce cas 4, (x, y, 2) + 
— Ÿo (x), U (x, y, z) — U (x) et l'équation de Schrôdinger devient 
une équation différentielle ordinaire du deuxième ordre: 


d'po/dz® + (2mo1/hi) LE — U (x)lb, = 0. (3.86) 


Particule libre. — Commençons par examiner l'équation de 
Schrôdinger unidimensionnelle pour un champ de force U (x) = Ct, 
c'est-à-dire le cas d’une particule dite libre, correspondant à l’ab- 
sence de champ de force ou autrement dit à l’invariabilité de l’éner- 
gie potentielle de la particule. L'énergie potentielle étant toujours 
déterminée à une constante près, en choisissant convenablement 
l'origine des coordonnées on peut poser U (rx) — 0. Dans ces con- 
ditions. l'équation (3.86) devient 


d'fo/dr* + (2moilh°) Eyo = 0. (3.87) 
Comme l'énergie cinétique d'une particule libre À = E = 
= moi®/2 > 0, on a (2m,;/h?) E >> 0. Sion note (2m,,E/h°) =k?>0, 


c'est-à-dire k = V 2m,;Elh = p,lh, l'équation de Schrôdinger (3.87) 
s'écrira sous la forme 


Eole = —KE os (3.88) 


où k est le vecteur d'onde. 
La solution d'une telle équation différentielle est bien connue: 


Vo (x) = C exp (+ikr) = C (cos kx + à sin kr), (3.89) 


où C est une constante dite de normalisation. 

La période spatiale (longueur d'onde À) de cette fonction pério- 
dique est égale à l’accroissement de la coordonnée x pour lequel la 
phase kr varie de 2x: 

KA + x) — kr = 21. (3.90) 

D'où 

À = 2n/k = 2nh/p.. (3.91) 

Cette quantité n'est rien d’autre que la longueur d'onde de de 

Broglie associée à la particule. Ainsi, la solution de l'équation de 


Schrôdinger pour U (r) = 0 est une onde de de Broglie monochro- 
matique plane: 


Vo (x) = C exp (+ip,x/h). (3.92) 
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La théorie des ondes de de Broglie est donc un cas particulier 
de la théorie de Schrôüdinger. La fonction d’onde complète revêt 
dans ce cas la forme suivante: 


D (x, ?) = C'exp [—i (Et + p,x)/hl. (3.93) 


Ainsi, à une même valeur de l'énergie Æ correspondent deux. 
fonctions d'onde différentes : 

1) une fonction d'onde exp [—ài (Et — p,x)/hk] représentant une- 
onde qui se propage dans le sens des x positifs et possède une impul- 
sion p. orientée dans le même sens (p, > 0); 

2) une fonction d'onde exp [—ài (Et + p;r)/h] qui correspond 
à une onde de de Broglie se propageant dans le sens opposé. 

On est ici en présence d’une double dégénérescence si bien que la 
solution générale de l'équation de Schrüdinger doit s'écrire sous 
forme de superposition de deux solutions dégénérées représentant 
des ondes progressives : 


Ÿo (x) = À exp (ikr) + B exp (—ikr) = 
= À exp (ip,r/h) + B exp (—ip;x/h), (3.94ÿ 


2 A et B sont des constantes caractérisant les amplitudes des ondes. 
planes. 

Cette solution satisfait à toutes les conditions que doivent rem-- 
plir la fonction d’onde et ses dérivées, quelles que soient les va- 
leurs de l'impulsion p, c'est-à-dire pour toutes les énergies de la 
particule £ = p°/2m,;. Le spectre de valeurs propres de l'équation 
de Schrüdinger dans le cas de la particule libre est continu. 

Dans le cas du spectre continu la constante de normalisation C 
se détermine à partir de la condition de normalisation de la fonc- 
tion delta de Dirac: 


Î Vo dt = 6 (p’ —p). (3.95) 


L'intégrale figurant dans (3.95) est à calculer sur tout l’espace: 
(dt = dr = dx dy dz). La fonction delta tridimensionnelle peut 
s'exprimer par l'intermédiaire du produit des fonctions delta uni- 
dimensionnelles : 


ô (p) = 6 (px) Ô (py) 8 (p-). (3.96) 
Cette fonction présente la propriété suivante: 
À f(x) 6 (2) dy = f (0). (8.97) 


On peut le montrer à l’aide de la transformation intégrale de- 
Fourier : 


{(z')= (2x)" Î j f(æ)expli(x—z')k] dx dk, (3.98) 
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en y posant x’ — 0. Il vient 


(2x)"! Î exp (ikz) dr = Ô (k), 


Î Vprp5 dr = C? \ exp{i(p’—p}) r/h] dt =C?(2nh) 6 (p° —p) —1. 
| (3.99) 
En mettant à profit la propriété de la fonction delta (6 = 1 
pour p = p', Ô = 0 pour pÆp'), on en tire 
C = (2rh)-%/?. (3.100) 
La fonction d’onde normée s'écrit 
Ÿo (p) = (21%)-3/2 exp (ipr/h). (3.101) 


Dans le cas du mouvement à une dimension la fonction d'onde 
normée d’une particule libre prend la forme 


Vo (px) = (2nÀ)"U? exp (ip.z/h). (3.102) 


Le carré du module de la fonction d’onde |#, (p.) l° détermine 
la densité de flux de probabilité w (x) v.. Ainsi, pour un mouvement 
fini (à une dimension) on obtient 


w (x) v, = (2nh)”1. (3.103) 


$ 3.6. Mouvement d’une microparticule quantique 
dans la région d’un échelon de potentiel 


Considérons le cas où une particule en mouvement le long de 
l'axe x est soumise à l’action d’une force retardatrice .7 (x) localisée 
dans la région Azx au voisinage du point x = 0 et dirigée dans le 
sens des x négatifs (fig. 3.5, a). Cela correspond à un champ de force 
U (x) = 0 à gauche et U (x) = C'e à droite de la région indiquée. 
Dans un tel cas on dit qu’au voisinage du point x = 0 il y a un 
échelon de potentiel, un mur de potentiel ou encore un seuil de poten- 
tiel de hauteur LU, (fig. 3.5, b). Pour pouvoir trouver les solutions 
de l'équation de Schrôüdinger il est nécessaire que la fonction U (x) 
soit donnée analytiquement. 

Echelon de potentiel rectangulaire. — Pour simplifier les cal- 
culs, considérons d’abord un échelon de potentiel rectangulaire. A cet 
effet, réduisons la longueur du tronçon À x de telle sorte que 


Ax/2 
F (æz)dz=Cr=U,. 
-Ax/3 


Pour Ax —+ 0 la fonction U (x) variera de manière discontinue 
de zéro à U, au point x = 0 (fig. 3.5, c). Un échelon de potentiel 
réel peut être approximativement considéré comme rectangulaire 
si la longueur d'onde de de Broglie A5 Az. 

Pour la région de zx< 0 (région 1), U (x) = 0 et l'équation de 
Schrôüdinger a la même forme que dans le cas d’une particule libre, 
c'est-à-dire la forme (3.88), où k° — 
= k?= 2m,;E/R°. Dans ces conditions 
la fonction d'onde s'écrit 


£ (x) = À, exp (ik,z) + 
+ B, exp (—ik,r). (3.104) 
Pour la région z>0 (région ZI), la 


solution dépend du rapport E/U,. 
SiE<U,,ona 


dpo/dr® = kip,, (3.105) 
où ki = 2mos (U5 — Eh? > 0. 
La solution de cette équation est 


une fonction non périodique (expo- 
nentielle) : 


pi (x) = A3 exp (kaz) + 
LB, exp (—kir). (3.106) 


Le coefficient A, = 0, ce qui dé- 


coule de la condition de finitude dela e) Va) 

fonction d'onde pour z—> co. Par NN : 

suite, lorsque z>0,ona LA fe 
il (x) = B: exp (—k:x). (3.107) Fig. 3.5 


Maintenant il convient de « rac- 
are » les fonctions wl (zx) et 411 (x) et leurs dérivées au point 
z = 0: 


Ÿa (0) = it (0), (3.108) 
(dpo/dx)>=0 = (do /dz)x-0. (3.108a) 


La première condition donne 
A1 + B; = B:, (3.109) 


et la seconde, 
ik, (A1 — B;) = —k,B,. (3.109a) 
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Additionnons membre à membre ces deux expressions et puis sous- 
trayons l’une de l’autre, il vient finalement 


A, = (B,/2) (1 + à (k./k)l. (3.110) 
B, = (B,/2) 1 — i (k,/k)]. (3.111) 


vuiuime fe montrent ces expressions, les coefficients À, et B, 
sont des quantités complexes conjuguées. On peut donc les pré- 
senter sous la forme suivante: 


A, = aexp (ip) = a (cos @ + i sin q), (3.112) 
B, = a exp (—i) = a (cos p — i sin y), (3.113) 


où a est l'amplitude de l'onde incidente; œ, la phase initiale de 
l'onde dans la région de x 0. 
On en tire 


B;3 = À, + B, = a lexp (i®) + exp (—i)] — 2a cos p. (3.114) 


La constante a peut être déterminée par la condition de norma- 
lisation (dans ce qui suit, pour simplifier les calculs nous posons 
A, = aexp (ip) = 1). En introduisant (3.112) dans (3.107), on 
obtient la fonction d'onde pour la région 11: 


ll (x) = 2a cos e exp (—k;z), (3.115) 


et en reportant (3.112) et (3.113) dans (3.104), on trouve la fonction 
d'onde pour la région ]: 


pl (x) = a exp li (kiz + p)l + a exp [—i (kix + w)] = 
= 2a cos (k,x + œ), (3.116) 


c'est-à-dire qu’à gauche de l'échelon la fonction d'onde représente 
une onde stationnaire (fig. 3.5, d). Le rapprochement entre les 
expressions (3.115) et (3.116) montre que pour x = 0 on a y! = 
= li = 2a cos q. 

Quelle est la probabilité de présence de la particule dans la 
région de zx > 0? Puisque l'énergie de la particule £ << U,, dans 
le cadre de la mécanique classique elle ne peut pas, en vertu de la 
loi de conservation de l'énergie, pénétrer dans cette région, sinon 
son énergie cinétique devrait être négative, ce qui est impossible. 
En mécanique quantique, bien que la probabilité de présence de la 
particule dans la région de zx > 0 décroisse exponentiellement, 
comme il résulte de l'expression de la fonction de distribution 


WT (x) = pit (x) © exp (—2k:x), (3.117) 


elle est néanmoins différente de zéro pour toutes les valeurs de x 
et ne s’annule que lorsque x —+ œ (fig. 3.5, e). 
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Ecrivons le rapport des fonctions de distribution pour les régions 
IT et I, il vient 
,11 11,4, 2 
EN LL GROVE LE exp(—2k). 
w (z=0) | Potz=0) (À : 


Si par exemple U, — E = 1 eV, on a pour les électrons 
k, = V'ime Us E) /h 2 5,2.10° mA 
Pour x = 0,1 nm — 10-!° m, on obtient 
w (0,1 nm)/w! (0) = exp (—1,04) = 0,3, 


c'est-à-dire que la probabilité de présence d’un électron à une distance 
de 0,1 nm de la frontière de l'échelon de potentiel est égale à 30% 
de probabilité de sa présence sur la frontière elle-même. Pour le 
proton dont la masse est 1836 fois la masse au repos de l'électron, 
k: = 22-10! m-! (pour un même déficit d'énergie). Il en résulte. 
une brusque diminution de la probabilité de « pénétration » du 
proton dans la région de x > 0: 


wit (0,1 nm)/w! (0) = exp (—44) & 10-2 + 0. 
P P 


Ainsi, la probabilité de présence du proton à l'arrière de l’éche- 
lon de potentiel à une distance x 0,1 nm est négligeable et tend 
vers zéro. Pourtant on ne perdra pas de vue que le proton (et un noyau 
atomique plus lourd formé de plusieurs protons et neutrons) est 
soumis à l’action de forces nucléaires s’exerçant sur des distances 
très courtes, si bien que la distance caractéristique dont il peut 
s'agir est égale non à 10-1° m mais à 10-14 ou 10-! m, c’est-à-dire 
à une quantité voisine du rayon d'action des forces nucléaires. Dans 
ces conditions, la probabilité de présence de la particule dans la 
région à l’aval de l'échelon de potentiel est proche de l'unité même 
pour (U, — E) = 1 MeV = 106 eV. 

Dans le cas considéré l'équation de Schrôdinger peut être résolue 
pour toutes les valeurs de Æ, ce qui signifie que le spectre de valeurs 
propres est continu. Pourtant les fonctions d'onde ne représentent 
plus deux ondes progressives se propageant dans tout l’espace 
—00 <Z zx << +ow, comme pour U — 0. La présence de l'échelon 
de potentiel a pour effet de provoquer l'apparition dans la région 
de x 0 d’une fonction d’onde représentant une onde stationnaire : 


4 (x, t) = 2a cos (k,z + y) exp (—iEt/h). (3.118) 


A chacune des valeurs de E correspond une seule solution de 
l'équation de Schrôdinger, c'est-à-dire qu'ici il n’y a pas de dégéné- 
rescence. En outre, à toute valeur de l'énergie Æ de la particule 
correspond, comme le montre le rapprochement entre les expres- 
sions (3.110) et (3.112), une phase initiale de l'onde stationnaire 


q=arctg (k,/k,;)= arctg V (Uo/E)—1, (3.119) 
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pour laquelle la cosinusoïde « se raccorde » sans discontinuité, ni 
cassure à l’exponentielle. 

L’amplitude À, de l'onde tombant sur l'échelon de potentiel 
‘peut commodément être posée égale à l’unité. Alors les expressions 
-(3.110) et (3.111) deviennent 


B 
B2 


(ki — ika)/(k1 + ik), (3.120) 
2ku/(k + ik). (3.121) 


Le coefficient B, qui caractérise l’onde réfléchie est une quan- 
:tité complexe. Le coefficient de réflexion s'écrit donc 


R=]|B,}=1|(k, — ik,)/(k, + ik.) PF = 1. (3.122) 
Le coefficient de transmission a pour valeur 
D(E)=1—-R(E). (3.123) 


Ceci signifie que pour E << U, (c'est-à-dire pour À << 0) l’éche- 
‘lon de potentiel rectangulaire réfléchit toutes les particules. Dans 
-ce cas, comme il résulte de l'expression (3.115), au cours de la ré- 
flexion et du déphasage de l’onde 4 tombant sur l’échelon de poten- 
tiel les particules « pénètrent » dans la région de x > 0 à une dis- 
tance 


ôz —k=h%/V 2m (09 -E). (3.124) 


À remarquer que ce phénomène est analogue à la pénétration 
-d'une fraction de l’onde lumineuse à une petite profondeur, à l’in- 
térieur d'un milieu en contact avec un milieu optiquement dense 
-dans le cas d’une réflexion interne totale. 

En vertu du principe d'incertitude la présence effective de la 
particule dans un certain petit intervalle Arz< ôr provoque une 
variation de son impulsion d’une quantité Ap > k/Az > fik.. Il 
-en résulte une incertitude sur l'énergie cinétique de la particule 


AK > Ap/2my>R°k3/2m. (3.125) 
En y portant la valeur de k,, on obtient 
AK x U,—E, (3.126) 


c'est-à-dire que l'incertitude sur l'énergie cinétique d’une particule 
quantique ayant traversé l'échelon de potentiel est plus grande 
que la valeur absolue de « l’énergie cinétique négative » qui lui 
manquait pour franchir « classiquement » l'échelon de potentiel. 
Ainsi, la relation d'incertitude permet de comprendre pourquoi 
une particule quantique peut « pénétrer » dans une région où son 
énergie cinétique X est négative. 


-90 


L'onde réfléchie sur l'échelon de potentiel peut se présenter 
sous la forme 


Ÿr (2) = B, exp (—ikiz) = [(k;— ik,)/(k + ik2) [exp (—ikir) = 
= exp [—i (k,r + 6)], (3.127) 


où 6 est le déphasage de l’onde lors de la réflexion. 
L'expression (3.127) peut s’écrire sous une autre forme 


[(k, — ik,)/(k, + ik,)] = exp (—iô) = cos Ô — i sin 6. 
En égalant entre eux les termes en i, on obtient 
sin Ô = 2k,k,/(k? + ki), 
et donc 
cos Ô —(k?— ki)/ (k° ki). 


Ainsi, lorsque la microparticule se réfléchit sur l'échelon de 
potentiel, la fonction d'onde subit un déphasage égal à 


ô = arctg (2k,k,)/(k?— k?) + arctg (V (Uo/E) — 1 /(2— (US/E)]}. 
(3.128) 


On voit que pour E = U,/2 le déphasage est ô — 1/2, alors que 
pour E + U, il est voisin de zéro. Si l'énergie Æ de la particule 
tombant sur l'échelon de potentiel est plus grande que la hauteur 
U, de celui-ci (c'est-à-dire si À = £ — U, > 0), il convient d’ef- 
fectuer dans les expressions (3.120) et (3.121) la substitution ik, + 
— k,. Ces expressions prendront alors la forme suivante: 


B,= (ki a k,)/ (ki+ ko) = (VE-— VE au U)/ (VE + VE— U:), . 
(3.129) 
B,=2k/(k;+k)=2VE/ (VE+VE—U;). (3.130) 


Une particule « classique » d'énergie £ => U, franchit l'échelon 
de potentiel « sans s'en apercevoir », comme celui-ci n'existait pas. 
Il n’en est plus de même pour une microparticule quantique. Comme 
le montre l'expression (3.129), malgré l'inégalité £ > U,, il y a 
une probabilité non nulle de réflexion de la microparticule sur 
l'échelon (seuil) de potentiel. 

Le coefficient de réflexion par-dessus le seuil se détermine par le 
rapport du flux de probabilité J£ = | B, |°v, = | B; l°hk,/m,; se 
déplaçant de droite à gauche (à partir de l'échelon de potentiel) au 
flux J, = | À, v, = v, tombant sur l'échelon de potentiel: 


R=1B,17=(k—k;)7/(k+k) = 
=(2E—U,-—2 VE EU, )/ (2€ —U,+2V E?—EU,). (3.131) 


Lorsque £ —+ U, (k, — 0), le coefficient de réflexion par-dessus 
le seuil R —+ 1, alors que pour £ — « il tend vers zéro étant égal à 
(Uo/4E). 
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Le coefficient de transmission par-dessus le seuil se détermine par 
le rapport des flux de probabilité JL = w!l (x) v, et J,: 


ke g,je. Suks _ 6 VET—EU, 
RUB ER Rr  5ro var (8-132) 


Les courbes traduisant les fonctions À (£) et D (E) sont repré- 
sentées sur la fig. 3.6. Il ressort des expressions (3.131) et (3.132), 
symétriques par rapport à la permutation de k, et k,. que les coef- 
ficients R et D ne dépendent pas du sens dans lequel viennent les 

particules tombant sur l’échelon 

R(E),D(E) de potentiel. La probabilité de 

| réflexion (de transmission) est la 

même tant pour des particules qui 

se déplacent dans le sens opposé à 

la force ,# — —VU (x) que pour 

des particules qui volent dans le 
sens de cette force. 

Un tel comportement « non 
classique » des  microparticules 
s'explique par leurs propriétés ondulatoires. Les coefficients R et 
D sont liés par la relation (3.123). Cette relation est une conséquen- 
ce évidente de la loi de conservation du nombre de particules. Il 
faut noter que dans le domaine de valeurs finies de x l'équation de 
Schrôdinger ne décrit ni les sources des particules, ni leurs drains 
(div J — 0). Toutes les sources et tous les drains sont supposés 
situés aux points z = +oo. 

Les résultats de la résolution de l'équation de Schrôdinger pour 
un échelon de potentiel rectangulaire présentent certaines particu- 
larités dont il faudra tenir compte par la suite. Le fait est que dans 
ce cas les expressions donnant À (E) et D (E) ne font pas intervenir 
la constante de Planck À. Or, lorsqu'on passe à la limite « classique » 
(A — 0) pour des particules d'énergie E > U,, le coefficient de 
réflexion À doit décroître jusqu'à zéro et le coefficient de transmis 
sion D — {. Mais cette contradiction n'est qu’apparente parce que 
dans ce cas idéalisé la force .7 (x) qui s'exerce sur la particule est 
localisée sur un intervalle infiniment petit Az. A la limite « clas- 
sique » correspond la condition À & Azx qui ne peut pas être réalisée 
lorsque À x —+ 0. Le passage à limite est donc impossible à réaliser. 
Ainsi, le caractère discontinu de la courbe U (x) ne permet pas de 
transposer directement les résultats obtenus pour un échelon rec- 
tangulaire aux cas, les plus fréquents en pratique, de variation 
continue de l'énergie potentielle LU (x). 


$ 3.7. Barrières de potentiel 


Considérons quelques exemples de mouvement d'une particule 
dans la région d’une barrière de potentiel de différentes formes. 
Barrière de potentiel rectangulaire. — Soit un flux de micropar- 
ticules d'énergie £ venant de la gauche et tombant sur une barrière 
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de potentiel de hauteur U, et de largeur d, représentant une région 
de 0 rz< d limitée de part et d'autre par des sauts de potentiel 
(fig. 3.7). : 

Analysons le cas le plus intéressant où £ << U,. Les solutions 
de l'équation de Schrôdinger pour toutes les trois régions représen- 
tées sur la fig. 3.7 sont connues: 


ÿ£ (x) = A, exp (ikix) + B, exp (—ikin), (3.133) 
DIT (x) = A, exp (ksx) + B, exp (—k:z), (3.134) 
DE (x) = Asexp (—ik, x) + Bsexp (ikix). (3.135) 


A la différence du cas précédent, le premier terme figurant dans 
(3.134) ne doit pas être rejeté 
(4: Æ 0) parce que cette expression F(x) 
n'est valable que dans un intervalle 
limité de valeurs de x (0<zr<d) 
dans lequel x ne tend pas vers l'in- 
fini. En même temps, le premier 
terme (4, —0) de l’expression (3.135) 
est à rejeter car aucun flux de par- 
ticules se déplaçant de droite à 
gauche dans la région de xd n'est 
pas soumis à l'examen. La fonction 
d'onde dans cette région prend donc 
la forme suivante: 


HT (x) = B;exp (ik;x). (3.136) 


-I 0 d Z 
« En raccordant» les fonctions w(z) I I 

d'onde et leurs dérivées premières | 

pour chacune des paires de régions _> ñ p 2 = 


adjacentes aux points x = 0 et x — 
— d, on obtient quatre équations Fig. 3.7 

pour la détermination des quatre 

coefficients inconnus (B,, 4,, B, et B,) par l'intermédiaire du 
coefficient connu À,: 


À, + Bi = 4», (3.137) 
ik (A1 — B1) = ko (42 — Ba), (3.138) 
A, exp (k.d) + B, exp (—kad) = B;exp (ik,d), (3.139) 
k, [42 exp (kod) — B, exp (k:d)] = ik,B, exp (ik,d). (3.140) 
Il en résulte par exemple que 
= 2kike exp (— ik1d) A1 
Ba Q-rexp (+ —expt mo? (0141) 
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ou encore 
B.— 2k1ko exp(— ikid) Ai 
3 ài(k3—k?) sh kod+2k; ko ch kod ° 


Si un flux de particules tombe sur la barrière de potentiel en 
venant de la gauche (c’est-à-dire si À, £ 0) (1), alors Bs 2. lui 
aussi comme il résulte de l’ex- 
DEL RE) pression (3.141). Ceci signifie 
que malgré l'interdiction « clas- 
sique» pour des particules 
d'énergie Æ<O0 de pénétrer 
dans les régions 77 et III, la 
présence des microparticules en 
tout point à droite de la bar- 
rière peut être observée avec 
une probabilité will (x) — 
==|[B; | = B,B?. Le phénomène 
de pénétration de microparti- 
cules à travers une barrière de 
potentiel pour E << U, est ap- 
pelé effet tunnel ou pénétration 
par-dessous la barrière. Les vi- 
tesses des particules avant la 
tombée sur la barrière et après 
Fig. 3.8 sa traversée par effet tunnel 
étant les mêmes, le coefficient 
de transmission ou la transparence D de la barrière peut s'écrire sous 
la forme 


(3.141a) 


|Bs12 4kîk3 

TA l2 (RE RD sh? kid + 4Rk£ che kod° 
La courbe D (E) est représentée sur la fig. 3.8, a de même que 

la courbe R (E). Pour k.d>5 1, sh k,d — ch k,d & [exp (k.d)]/2 

et l'expression (3.142) prend une forme plus simple 


D(E) 16k%k?exp (—2k,d)/ (kK?+k2}?, (3.143) 


D(E)= (3.142) 


ou encore 


D(E)& 162 (1—5—) exp [ — À V 2m Uo— EE) d]= 


= Do(E)exp| —V 2m (UE) 4], (3.149 


où D, (E) est une fonction faiblement variable de l’énergie E. 

A la différence de la formule exacte (3.142), il résulte de l’ex- 
pression approchée (3.144) que pour £ = U,, D = 0. Cela n'est 
pas évidemment vrai (fig. 3.8, a). On voit que la probabilité de péné- 


() Pour une onde primaire d'amplitude connue tombant sur la barrière on 
peut poser A1 = 1. 
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tration des particules à travers une barrière de potentiel par effet. 
tunnel décroît exponentiellement lorsque le « déficit » d'’énergie- 
(Us — E), la largeur de la barrière d et la masse au repos m,; de la: 
particule augmentent. La transparence de la barrière ne présente- 
une valeur appréciable que dans le cas où 


(2 V' 2m (Uo—E) dif] =4nd/à < 1. (3.145): 


L'effet tunnel est un phénomène de nature purement quantique :. 
lorsqu'on passe aux macroparticules (m4, —> oo ou fi — 0), l'effet. 
tunnel disparaît (D — 0). Don- 
nons un exemple numérique. 
Soit E — 5eV (U,—E)=5eV, 
d = 0,1 nm. Alors. D, = 15% 
pour un électron et D, & 2-10. 
— 0 pour un proton. 

Analysons maintenant la 


A 
condition E£ > U, sous laquel- 8 Va V2 Ha 1 1% 2 
le une particule « classique » : 
passe librement par-dessus la Fig. 3.9 


barrière. Lorsqu'une microparticule quantique rencontre*une telle- 
barrière, elle est partiellement réfléchie. Pour obtenir une formule: 
pour D (E) il convient de remplacer simplement k, par ik,. L'ex- 
pression (3.142) donne alors 


: ax ” 
DE) = sm 


{+ (ane PE (ao) 


On voit que pour E > L', la fonction D (E) est une fonction 
périodique de k, et de d. Les courbes de variation de D (E) et D (d} 
sont représentées respectivement sur les fig. 3.8, b et 3.9. La quantité. 
figurant entre crochets est positive, elle s’annule pour sin k,d = 0, 
c'est-à-dire lorsqu'on réalise la condition k,d = nx ou 


4 AE (E—Uy) (hi =nn/d, (8.147). 


où nr est un entier (7 = 0, {. 
Cette condition peut nn se mettre sous la forme 


24 = ny (3.148) 


où À, est la longueur d'onde de de Broglie dans la région de la bar- 
rière de potentiel. 

C'est la condition d’interférence de Bragg qui s'exprime par 
l'égalité de la largeur d de la barrière de potentiel à un nombre. 
entier de demi-longueurs d'onde de de Broglie: 


d=n (3/2). (3.148a} 


95. 


Ainsi, lorsque cette condition est satisfaite, D = Dax = 1. 
Pour sin k,d = 4, c'est-à-dire pour d = (n + 1/2) (A,/2), on 4 
Pia 4k?k3 4E (E—U) 


RTK EUR : (3.149) 

On voit que pour ES U,, Dmin —> 1 et pour E = U,, Din = 

= 0. On récrit l'expression (3.147) en élevant au carré ses deux 
membres. Il vient 


2h°n? 
EU Le ne TT. (3.150) 

Ceci signifie que le coefficient de réflexion RÀ (E) s'’annule cha- 
que fois que £ = Æ, et E, parcourt un nombre infini de valeurs 
discrètes. Pour des valeurs intermédiaires de l'énergie £, << E < 
<< Eh+, le coefficient de réflexion À (Æ) passe par ses valeurs maxi- 
males correspondant à des minimums de D (E). 

Les particularités du comportement des fonctions R (£) et D (E) 
que nous venons de considérer entrent dans la catégorie d'effets de 
diffusion résonnante. La diffusion d'une particule par une barrière 
de forme quelconque se trouve être minimale (R — 0) si la différence 
(E — U,), c'est-à-dire l'énergie cinétique Æ de cette particule 
dans la région de la barrière, coïncide avec une des résonances pro- 
pres E, du domaine considéré de variation de l'énergie potentielle 
U (x). Dans ce cas tout se passe comme si la particule traversait la 
barrière par un «effet tunnel résonnant ». Si l’énergie cinétique 
K = E — U, de la particule n’est pas en résonance avec l'énergie 
propre de la barrière, on observe une augmentation de la réflexion 
des particules sur la barrière. Des effets analogues se manifestent 
également pour U, << 0, c'est-à-dire dans le cas d’un puits de po- 
tentiel de largeur finie ou d’un puits « à fond ondulé ». Dans ce 
cas la courbe de D (E) présente également des maximums d'inter- 
férence analogues à ceux représentés sur la fig. 3.8, b pour une 
barrière de potentiel. 

Les effets d’interférence résonnants qui se manifestent lors de 
la diffusion de particules sont analogues aux effets d’interférence 
utilisés en optique et dans le domaine des hyperfréquences. C'est 
ainsi par exemple que dans l'optique dite à absorption saturable 
on porte sur la surface des lentilles (ou d’autres éléments optiques) 
une couche de matériau approprié en réglant l'épaisseur d de cette 
couche de telle sorte que dans le cas de l’incidence normale de la 
lumière la différence de phase lors de la réflexion de l’onde lumi- 
neuse sur la couche à absorption saturable et la surface ô = wd/t,» 
soit égale à un nombre entier de x (les couches d’une telle épaisseur 
sont dites de demi-longueur d'onde). Dans ce cas la lumière ne se 
réfléchit pas sur la surface de la lentille et les pertes ne sont dues qu’à 
l'absorption et à la dispersion dans la pellicule et peuvent donc 
être réduites au minimum par le choix d’un matériau qui n’absorbe 
pratiquement pas et diffuse faiblement la lumière de longueur d'onde 
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donnée. Au contraire, s’il s’agit de réaliser un miroir optique à très 
haut coefficient de réflexion pour une longueur d’onde donnée, on 
porte sur la surface de verre (ou.de quartz) plusieurs couches quart 
d'onde d'un matérieu qui absorbe faiblement la lumière mais pro- 
voque pour une valeur déterminée de À un déphasage égal à un nom- 
bre entier de x/2. Ces miroirs dits interférentiels sont largement uti- 
lisés comme résonateurs optiques à haute surtension dans les laëers 
et dans les étalons Pérot-Fabry. Leur coefficient de réflexion est 
voisin de l'unité (il est facile de réaliser par exemple un miroir 
à multicouches diélectriques quart d'onde dont RÀ = 0,99). Ce mème 
principe est mis à profit dans des filtres interférentiels dont les 
meilleurs présentent une bande passante AA non supérieure à 1 pm. 
Des « cylindres » quart d'onde sont largement utilisés comme « iso- 
lateurs » dans des lignes de transmission coaxiales UHF étant donné 
que de tels tronçons assurent une réflexion totale de l'onde inci- 
dente. 


$ 3.8. Mouvement d'une microparticule quantique 
dans un puits de potentiel rectangulaire 


L'état des nucléons dans le noyau atomique, des électrons dans 
un atome, des atomes dans une molécule, des électrons dans un 
réseau cristallin peut se décrire comme le mouvement des micro- 
particules possédant les propriétés ondulatoires dans divers puits 
de potentiel. 

La réflexion des particules sur les parois des puits de potentiel 
assure la stabilité des atomes, des molécules et des solides. A la 
possibilité qu'ont les particules de franchir les barrières de poten- 
tiel par effet tunnel sont liés les phénomènes tels que la désintégra- 
tion radioactive de certains types de noyaux, la liaison homopolaire 
(liaison de covalence) entre tes atomes dans les molécules, la liaison 
métallique dans les cristaux, divers phénomènes cinétiques et de 
contact dans les solides soumis à un champ électrique, l’auto-ioni- 
sation des atomes et l'émission électronique des métaux et des semi- 
conducteurs. Tous ces phénomènes ne peuvent être expliqués qu'à 
l’aide de la mécanique quantique, c’est-à-dire en résolvant l’équa- 
tion de Schrôdinger pour des puits de potentiel de natures, confi- 
gurations, profondeurs et largeurs différentes (fig. 3.10, a). 

Puits de potentiel rectangulaire à une dimension. — Le modèle 
le plus simple de l'état lié d'une microparticule est constitué par un 
puits de potentiel rectangulaire à une dimension (fig. 3.10, b). Le 
fait est que par voie expérimentale on arrive généralement à obte- 
nir des renseignements seulement sur une certaine profondeur L’, 
et une largeur d effectives d’un puits de potentiel réel, alors que 
l’évolution exacte de l'énergie potentielle sur des distances inférieu- 
res ou égales à quelques angstrôms reste en règle générale incon- 
nue. C’est pourquoi, lors des évaluations théoriques de tel ou tel 
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effet, surtout en physique atomique, en physique de l’état solide 
et en électronique physique, l'allure inconnue de la courbe d'énergie 
potentielle U (x) est remplacée par un puits de potentiel rectangu- 
laire de profondeur et de largeur déterminées. La présence d’un tel 
puits est équivalente à un 

a) U(x) champ de forces # (x) con- 
-d/2 d/2 centrées sur deux tronçons 


-I infiniment courts au voisi- 
z é 

Le a nage des points z = d/2 et 

x — —d;2 et dirigées l’une 


à l'encontre de l’autre. Ces 
deux forces tendent à main- 
tenir la particule dans une 
région limitée de l’espace 
—d'2< r< di2, ce qui si- 
gnifie que le mouvement d’une 
particule dans un puits de 
potentiel a un caractère fini 
(limité). Pour simplifier les 
calculs il est commode de 
compter l'énergie potentielle 
à l’intérieur du puits à partir 
de son fond, c’est-à-dire de 
considérer que U (x) = 0 pour 
—d'2<zr<d'2 et U(r)=U, 
pour æ>d/2 et r< —d/2 
(fig. 3.10, b). L'origine des 
coordonnées sera placée au 
milieu du puits de potentiel. 


5) 


Fig. 3.10 Il est évident que dans le cas 
d’une particule liée on a 
E < U,. 


Les solutions de l'équation de Schrôdinger pour les régions 
U = 0 et U = C'e sont connues. Ecrivons-les pour chacune des 
trois régions: 


gi (2) = A, exp (—kex) + Biexp (ke) (x2> d’2), (3.151) 
dll (x) = A, exp (—ikiz) + B, exp (ikix) (—d/2< z< d/2), 

(3.152) 

M (x) = Asexp (—koz) + Bsexp (k2z) (x< —d/2), (3.153) 


oùk = ñtV2miE,k: = h71 V2mor (Uo — E). 

De la condition de finitude de 1, (x) pour x = + il résulte 
que B, —0 et A; = 0. La condition de continuité de la fonction 
d’onde et de ses dérivées aux points x = d/2 et x = —d;2 permet 
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d'obtenir encore quatre équations suivantes: 
À, exp (ik,d 2) + B, exp (—ik,d.2) = B;3exp (—k;d/2), (3.154) 
—ik, (4, exp (ik,d:2) — B, exp (—ik,d:'2)] = 
= k,B4exp (—k,d'2), (3.155) 
A, exp (—ik,d'2) + B, exp (ik,d:2) = 
— A,exp (—k.d/2), (3.156) 
—ik, 14, exp (—ik,d'2) — B, exp (ik,d.2)] = 
= —k,4, exp (—k;,d/2). (3.157) 
Des équations (3.154) et (3.155) on déduit 
A2/Ba = WKik; — k2)/(ik, + k:)] exp (—ik,d). (3.158) 
Des équations (3.156) et (3.157) on tire 
A2/Ba = (ik, + k:)/(ék, — k,)] exp (ik,d). (3.159) 


Par conséquent, (4,:P.)* = 1. c'est-à-dire que B, = +4,. En 
égalant entre elles les expressions (3.158) et (3.159) on “obtient 


(ik, — k:)*/(ik, + k,)° = exp (2ik,d). (3.160) 
A condition que À, = B;, il résulte de (3.154) et (3.156): 
B3 = À, = 24, exp (k,d'2) cos (k,d. 2). (3.161) 
Les fonctions d’onde ee alors la forme suivante: 
vi (x) = 24, exp [k, (x + d'2)] cos (k:d/2), (3.162) 
É (x) = 24, cos k,r, (3.163) 


qlil (x) = 24, exp [—K, (x — d'2)] cos (kid/2). (3.164) 


Ainsi, la fonction d'onde de la particule se trouvant dans un 
puits de potentiel est une fonction paire (symétrique) de la coordon- 
née x. La condition 4, = —B, diffère de la précédente par ce que 
les fonctions d’onde auront la forme de fonctions impaires (anti- 
symétrique) de la coordonnée x: 


4£ (x) = —24; exp [k, (x + d'2)] sin (k;d2), (3.165) 
ii (x) = 24; sin k;r, (3.166) 
TT (x) = 24, exp [—k, (x — d’2)] sin (k,d'2), (3.167) 

où À, = iA,. 
La fonction de distribution w (x) = 1, (x) 4 (x) sera dans tous 
les cas symétrique par rapport à x — O comme il fallait s’y attendre 


par raison de symétrie du champ Ü (x) par rapport à l’origine des 
coordonnées (fig. 3.10, c à e). 
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Revenons à l'expression (3.160) obtenue à partir des conditions 
aux limites et exprimant la relation entre l'énergie Æ de la parti- 
cule, la profondeur U, et la largeur d du puits de potentiel. Elle 
peut se présenter sous la forme (1) 


exp li (2kd + 4@)l = 1, (3.168) 
où 
tgp=k;/k, =V El(U,—E). (3.169) 
L'égalité (3.168) est vérifiée si 
2kid + 4ç = 27n, (3.170) 


où nr est un entier à partir de l'unité. 

La valeur nr = 0 est à exclure, car pour cette valeur de n la con- 
dition (3.168) ne peut être remplie que dans le cas de k, = 0, c'est-à- 
dire de E = 0. Mais la condition de k, = 0 conduit, comme le 
montre l'expression (3.166), à l’absence de la particule dans le puits 
de potentiel car dans ce cas ll (x) c» sin k,z = 0. Nous verrons 
plus loin que l'énergie totale Æ d’une particule quantique ne peut 
en général être nulle (une particule quantique ne peut pas « se 
situer sur le fond du puits »!). De l'expression (3.170) on tire 


On = (an — kid)/2. (3.171) 


En portant cette valeur de œ, dans l'expression (3.169), on 
obtient une équation transcendante permettant de déterminer le 
spectre de valeurs propres de l'énergie E, : 


durs ARE EE L 
(Sn V2maEr)= y RE (3.172) 


où nr = 1, 2, 3, ... 

On voit que pour E << U, le spectre de valeurs d'énergie d’une 
particule se trouvant dans un puits de potentiel est discret : à chaque 
valeur entière de nr correspond une solution de l'équation (3.172) 
pour une valeur déterminée de k, = k, (n). c’est-à-dire pour une 
valeur déterminée de l'énergie £ = Æ,. Les racines de l’équation 
(3.172) correspondent à l'intersection des courbes tg , (k,) avec la 
droite —k,/k, (fig. 3.11). Lorsque la profondeur U, du puits de po- 
tentiel augmente, l'inclinaison de cette droite sur l'axe d’abscisses 
déterminée par le coefficient k;' diminue et les points d’intersec- 
tion des courbes tg p, (k.,) et de la droite —k,/k, se rapprochent des 


() En effet, l'expression complexe k, + ik, peut s’écrire sous forme de pro- 
duit d'une certaine amplitude réelle par une phase complexe: k, + ik, — 
= aexp (ip) = acosp(l +itg à Dans ce cas le numérateur de l'expression 
(3.160) deviendra tk; — ke = —(ks — ik) = —a exp Go En élevant au 
carré le numérateur et le dénominateur, on obtient 1 égalité (3.168). 
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valeurs Kk,d = nx. Au contraire, lorsque U, diminue, l’inclinaison 
augmente et le nombre de points d'intersection (nombre de niveaux 
énergétiques discontinus dans le puits de potentiel) diminue lui 
aussi. À la limite, quand U, —+ 0 la droite —k,/k, ne coupe qu’une 
seule fois la courbe tg p, (k;). Ceci signifie que dans un puits de 
potentiel rectangulaire à une 

dimension il existe toujours 19% n=0 n=i n=2 

au moins un niveau d'énergie. 
Un puits de potentiel réel à 

trois dimensions de largeur 1 
effective de l'ordre de gran- 

deur de d et de très faible 
profondeur 0 


[UK k°'moid? 


peut ne pas contenir aucun 


Pins 
4 
: . , s . 2 
niveau discret, c'est-à-dire 
que dans un puits insuffisam- -2 


ment profond un état lié peut -tg9,,-(ki/k2) 
ne pas se produire: tout se 

passe comme si la microparti- 

cule quantique était «rejetée » 

par dessus les bords d’un tel puits à la différence d’une particule 
« classique » qui peut séjourner pendant un temps infiniment long 
dans tout puits de potentiel. 

Ainsi l'énergie de la particule dans un puits de potentiel rectan- 
gulaire à une dimension est quantifiée. Nous verrons par la suite 
que cette conclusion est valable non seulement pour un puits de 
potentiel rectangulaire à une dimension mais également pour une 
« boîte de potentiel » à trois dimensions (cavité) ainsi que pour des 
puits de potentiel à une et à trois dimensions de différentes confi- 
gurations. 

Pour obtenir non une solution graphique mais une solution ana- 
lytique, fût-elle approximative, examinons le cas où U,%5E. 
Dans ce cas les points d’intersection de la droite k,/k, et des courbes 
tg Ga se rapprochent des points nx, c’est-à-dire que la tangente de 
l'angle tend vers zéro et peut donc être remplacée par l'angle lui- 
même : 


Fig. 3.11 


(nn — k.d).2 = 6. (3.173) 
Ici, 
ô=V Er (UE) 1. 
D'où 
An & 2nd/(nn — 26) — (2d/n) (1 — 26/nx)! = 
& (2d'n) [1 + 26/nn], (3.174) 


où An = 2x/k, (n). 
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En tenant compte que ô € 1, on obtient 

d & ni,/2. (3.175) 
Ceci signifie que pour E£ & LU, l'équation de Schrôdinger pour 
un puits de potentiel ne possède des solutions que dans le cas où la 
largeur d du puits est égale à un nombre entier de demi-longueurs 
2,/2 d'onde de de Broglie associée à la particule (v. fig. 3.10, c à e). 

L'expression (3.175) peut s'écrire sous une autre forme 
E, = h°n°i8m,;d? = (n*h*/2m,;d°) n°. (3.176) 
C'est le spectre de valeurs de l'énergie d'une particule dans un 
puits de potentiel rectangulaire de très grande profondeur (à la 
limite U, — ©). À remarquer que la discontinuité du spectre est 
une conséquence de la résolution successive de l'équation de Schrô- 
dinger pour des conditions aux limites déterminées imposées à la 
fonction d'onde. Aucune autre hypothèse supplémentaire n’a été 
introduite. Ainsi, la discontinuité de l'énergie (quantification de 
l'énergie) et le fait que l'énergie d'une microparticule est toujours 
non nulle caractérisent l’état de la microparticule dans un puits de 
potentiel. Pour une particule « classique » l’état stationnaire le plus 
naturel est l’état de repos sur le fond du puits (pour À —+ 0, E, — O). 


Pour une particule quantique. l’état d'énergie minimale possible 
correspond à la condition nr = 1: 


E, = n'hi%/2m,d2. (3.177) 


Cet état est appelé l'état normal ou fondamental de la particule 
dans un puits de potentiel. Tous les autres états (7 >> 1) sont ercités. 
Le nombre n est appelé par convention nombre quantique principal. 

L'ordre de grandeur de l'énergie Æ, dans l’état fondamental 
pourrait se calculer sans procéder à la résolution de l'équation de 
Schrôüdinger, mais en partant uniquement du principe d'incertitude 
de Heisenberg (3.15). Dans le cas examiné, l'incertitude sur la 
coordonnée de la particule Az d (la particule est « étendue » 
suivant la largeur du puits). Ceci signifie que Ap> > hd. L'impul- 
sion de la particule étant p,> A p.. son énergie minimale possible 
a pour expression : 


Enntn = P#/2mo > R#/2moid°. (3.178) 
La valeur numérique de E,, par exemple pour un électron se 
trouvant dans un puits de potentiel de largeur d = 0,1 nm, est 


d'environ 3 eV. La distance entre deux niveaux d'énergie quantiques 
voisins (pour An = 1) a pour valeur 


En — En = ah? (2n + 1)/2m,id°. (3.179) 


On voit que la distance énergétique entre les niveaux augmente 
en même temps que le nombre quantique (fig. 3.12). En formant le 
rapport des expressions (3.179) et (3.176), on obtient la formule 


(En+1 — EnEn = (2r + 1}/n!, (3.180) 
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qui montre que pour de grandes valeurs de r (n > 1) ce rapport varie 
comme l'inverse de n. 

Proposons-nous de calculer le’ coefficient À, figurant dans les 
expressions de la fonction d'onde. Appliquons la condition de nor- 
malisation à la fonction d'onde décrite par l'expression (3.166) 
et admettons que k, = and (ô = 0, U, = ). On peut alors écrire 


d d 
lit @)ltar=41 4, [8 À sin? (nn'd) x dr 4 | 4, [°(d:2)—1. 
ô 


0 
D'où 
A» = (24). (3.181) 


Ainsi, la fonction d'onde normée de l’état stationnaire d'une 
particule se trouvant dans un puits de potentiel rectangulaire avec 
des parois de hauteur infinie a pour expression 


Yll(r) = (2'd)'/° sin (an'd) x (n impair), (3.182) 
Y£{l(x) = (2:d)!/? cos (and) x (n pair). (3.183) 


Pour de grandes valeurs de nr on a affaire à une fonction rapide- 
ment oscillante de x (fig. 3.13). A la limite, quand nr —+ , la fonc- 
tion de distribution w (x) obtenue 
par le calcul de la mécanique quan- n Vlr}, ë, ue 
tique se confond avec la fonction 
de distribution classique, car l’inté- 
gration de la fonction sin° (nn'd) x 
sur tout intervalle fini donne 1/2. 
Mathématiquement, le problème 
du comportement au sens de la 
mécanique quantique d'une mi- 
croparticule dans un puits de poten- “ZI -4/2 0 di2 x 
tiel avec des parois de hauteur Fig. 3.12 
infiniment grandes est semblable au 
problème classique relatif aux oscillations d’une corde tendue et 
fixée à deux extrémités. La résolution de l'équation d'onde acousti- 
que permet de déterminer le caractère des modes de vibrations de 
la corde et de déterminer la note fondamentale (n — 1) et les notes 
harmoniques (nr — 2, 3. ...). L'analogue électromagnétique du 
problème considéré est le problème sur les modes d'oscillations du 
champ dans un tronçon de guide d'onde ou de ligne coaxiale monté 
en court-circuit. Le rôle de la fonction d'onde +, (x) est joué par les 
déplacements mécaniques de chaque point dans le cas de la corde 
et par les intensités de champ électrique # (x) et magnétique 4# (x) 
dans le cas du guide d'onde. 
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Boîte de potentiel rectangle. — Si, dans le cas d’un mouvement 
à trois dimensions, l'énergie potentielle U (x, y, z) peut se pré- 
senter par une somme de trois termes 


U(, y, 2) = U, (2) + Us (y) + Us (), (3.184) 


la résolution de l'équation de Schrôdinger se ramène à celle de trois 
équations homogènes. Physiquement, ceci signifie que la particule 
peut se mouvoir à l’intérieur d’un puits de potentiel de façon indé- 
peudante dans chacune des trois directions. Ainsi, les solutions de 


Fig. 3.13 Fig. 3.14 


l'équation de Schrôdinger pour un puits représentant une boîte de 
potentiel (fig. 3.14) avec un fond lisse (U (x) = 0 à l’intérieur de la 
boîte) et des parois infiniment hautes (U (x) = œ à l'extérieur de 
la boîte) sont déjà connues. On peut donc écrire tout de suite l’ex- 
pression pour la fonction d'onde de la particule dans une boîte de 
potentiel : 


: _ 8 . TXT ce MiyY . NNzz 
Yon, SU FRERE sin sin —7 sin a? (3.185) 


où ñn;, ny, n, sont des nombres quantiques (7 = 1, 2. 3, ...) cor- 
respondant aux conditions aux limites pour les trois coordonnées 
z, y, z orientées suivant les arêtes de la boîte; d.. d,, d,, les dimen- 
sions linéaires de la boîte. 
Les niveaux d'énergie se déterminent à partir de l'expression 
__ ak? nx \2 ny\2 fn: \2 ; 
Enr, Pan [ (<=) +() E(S) J- (3.186) 


2mot 


z 


Ainsi, plus grandes sont les dimensions de la boîte, plus faibles 
sont les distances énergétiques entre les niveaux. Lorsque la boîte 
de potentiel a des dimensions macroscopiques, le spectre d’énergie 
devient quasi continu. Les expressions (3.185) et (3.186) sont analo- 
gues aux équations correspondantes pour la détermination des fonc- 
tions propres et des fréquences propres d’une cavité résonnante pris- 
matique utilisée en vibrations acoustiques ou en oscillations élec- 
tromagnétiques (v. $ 4.1). 

A la différence d’une cavité résonnante « classique », l'énergie 
cinétique d’une microparticule placée dans un espace limité ne peut 
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pas être nulle. La valeur minimale de l'énergie (état fondamental} 
correspond à la condition n; = nn, = n, = 1. Cet état n'est pas 
dégénéré. Les valeurs de l'énergie correspondant à des états excités 
peuvent s’obtenir pour de différentes combinaisons de nombres quan- 
tiques. Par exemple, pour une boîte rectangle réalisée sous forme de 
cube (d, = d, = d, — a), une même valeur de l'énergie E — 
= 6 (7°h°/2m,;a*) peut ètre obtenue pour trois combinaisons diffé- 
rentes de nombres quantiques: (4, 4, 2), (1, 2, 1), (2, 1. 1). Dans 
ce cas, les fonctions d'onde propres définies par l'expression (3.185} 
seront différentes. On dit alors que les niveaux sont triplement dégé- 
nérés : à une mème valeur de l'énergie correspondent trois fonctions 
de distribution différentes de la microparticule dans l'espace. Phy- 
siquement, ceci s'explique par l'homogénéité de l'espace, c’est-à-dire 
par l'absence d'une direction préférentielle quelconque. Il est donc 
naturel que l'énergie ne peut pas dépendre de la direction (x, y ou z} 
dans laquelle la fonction d'onde présente le plus de nœuds. 

En vertu du théorème dit d'oscillation le nombre de nœuds (de 
zéros) d’une fonction d'onde (ou d'une fonction de distribution) 
à l’intérieur d'un puits de potentiel est égal à (n7 — 1) (1). Ainsi, 
ce théorème permet de mieux comprendre la signification physique 
du nombre quantique n. 


$ 3.9. Etude quasi classique du mouvement 
d’une microparticule dans un puits de potentiel 


Une formule approchée donnant les valeurs propres de l’énergie 
dans un puits de potentiel quelconque à une dimension peut s'obte- 
nir à l’aide de la méthode d'’approxi- 
mations BKW (approximation quasi Ut) 
classique). Examinons un mouvement 
fini à une dimension d’une particule 
dans un puits de potentiel quelconque 
(fig. 3.15). Si le comportement d’une 
particule d'énergie E — m,;v?/2 était 
« classique », la région de son mouvement 
serait exactement limitée par les points Fig. 3.15 
de retour a et b en lesquels À = E — 

— U (x) = 0. La période d'oscillation d'une telle particule entre 
a et b aller et retour serait égale à 


b b 
f=D f dz:v, = 2my | dz'p.. (3.187) 
a a 
A l'approximation quasi classique (v. $$ 3.4 et 3.5) il y a une 
certaine probabilité de « pénétration » de la particule depuis la ré- 


% Dans ce cas les nœuds de la fonction d'onde sur les bords du puits de 
potentiel ne sont pas pris en compte. 
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gion /7 dans les régions 7 et J11J, interdites au sens classique, dans 
lesquelles la fonction d'onde décroît exponentiellement. A l’inté- 
rieur du puits de potentiel, à grande distance (et à droite) du point 
de retour b. la fonction d'onde obtenue par la méthode d'approxima- 
tions BKW revêt la forme suivante: 


x 
C 1 EL 
(x) == = cos (+ | P; dx —+) s (3.188) 
: b 
A gauche du point a. la fonction d'onde s'écrit 


a (x 2) = —— cos (+ Î pedr—+). (3.189 


x 


Les expressions (3.188) et (3.189) doivent se confondre à l’inté- 
rieur de la région b << x << a. Cela n’est possible que si la somme de 
leurs phases est une constante multiple de x. En tenant compte que 
€C =(—1)" C’, on en déduit 


[al me + À me de) 4 Jun 
0 x 


où #7 est un entier. 
Cette dernière expression peut s'écrire sous la forme 
a 


À px) dr = nf (n +112). (3.190) 
b 


Vu que l'intégrale prise sur la période complète de mouvement 
classique de la particule du point b au point a aller et retour est égale 
a 


à $ p(x)dr = 2 Î p (x) dr, l'expression (3.190) prend la forme 
b 


À p(x) dz = 2nh (n + 1,2), (3.191) 


où nr = 0, 1, 2. 3. .. 

Les valeurs . l énergie E, obtenues à l’aide de cette expression 
sont appelées spectre BKW. il convient également de remarquer que 
l'expression (3.191) coïncide presque complètement avec la règle 
de quantification de Bohr-Sommerfeld qui servait à déterminer les 
états stationnaires de l'électron dans un atome dans l’ancienne 
théorie quantique avant l'apparition de la théorie quantique mo- 
derne de Heisenberg et Schrôdinger. La différence entre la formule 
(3.191) et la règle intuitive de Bohr-Sommerfeld consiste en ce 
qu'au lieu des nombres quantiques n entiers figurant dans cette règle, 
l'expression (3.191) fait intervenir des nombres quantiques demi- 
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entiers (7 + 1/2). Lors du calcul des fréquences des transitions, pro- 
portionnelles aux différences d'énergie de deux niveaux, le terme 
constant w/2 disparaît. C'est cette circonstance qui n'a pas permis 
pendant longtemps de se rendre compte de l’inexactitude de l'an- 
cienne théorie quantique, d'autant plus que pour de grandes valeurs 
de n la règle de quantification de Bohr-Sommerfeld fournit pour la 
fonction E (n) une expression qui coïncide avec l'expression exacte 
(principe de correspondance de Bohr) (). Le nombre nr est égal au 
nombre de zéros que la fonction d'onde quasi classique comporte 
entre les points de retour a et b. 

Lorsque les valeurs de nr sont grandes, la fonction d'onde 1, (x) 
dans un puits de potentiel comporte un grand nombre de nœuds 
séparés par une distance égale à la demi-longueur d'onde de de Bro- 
glie x. Ceci signifie que la condition d'’applicabilité (3.79) de la 
méthode d’approximations BKW (à € a — b) est dans ce cas bien 
remplie. 

Le mouvement fini à une dimension de la particule correspond 
à un oscillateur linéaire. En mécanique classique, un tel mouve- 
ment se caractérise par la donnée simultanée de la coordonnée x 


et de la quantité de mouvement p, = most qui lui correspond. 
Désignons ces paramètres du mouvement res- 
pectivement par g et p (q étant la coordonnée 
généralisée et p l'impulsion généralisée asso- 
ciée). En mécanique statistique, le mouve- 
ment d'une particule est caractérisé comme 
le mouvement d'un point dans un espace de 
phase (q, p). En l'occurrence cet espace est 
représenté par un plan. 

Les oscillations de l'oscillateur dans une = 
telle description sont représentées par un Fig. 5.16 
point qui décrit une certaine trajectoire de phase 
(fig. 3.16). Le caractère de cette trajectoire peut se déterminer à par- 
tir des considérations suivantes. L'énergie totale d'un oscillateur 
harmonique vaut la somme des énergies cinétique et potentielle: 


E=K+U = myg/2 + fg°/2. (3.192) 


où f est une constante de force quasi élastique. 
Divisons par E les deux membres de l'expression (3.192), il vient 


p2miE + q'/(2Elf) = 1. (3.193) 


Notons a = V2m,,Ë et b — V 2E/f. Avec ces notations l'expres- 
sion (3.193) peut s'écrire en forme d'équation de l’ellipse 


pla? + g%b? = 1. (3.194) 


@) Pour un oscillateur harmonique, la formule (3.191) donne une valeur 
exacte des niveaux d'énergie quelles que soient les valeurs de n. 
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La trajectoire de phase d’un oscillateur harmonique linéaire est 
donc une ellipse dont le demi-grand axe et le demi-petit axe se déter- 
minent par l'énergie Æ, la masse m,, et la constante de force quasi 
élastique de l’oscillateur. L’aire de l’ellipse s'exprime par 


“ ={ pdg=nab=2nE V mu, (3.195) 
ou encore 
£ pdg= Eve, (3.195a) 


où v, = (2n)-! V'f'm,: est la fréquence d'oscillations de l'oscilla- 
teur harmonique. 

En introduisant l'expression (3.195) dans la formule (3.191), 
on obtient le spectre BKW d'énergie de l’oscillateur harmonique 
quantique: 


E, = ho, (n + 1/2), (3.196) 


où n = 0, 1, 2, 3. ... 
Pour nr — 0 (état fondamental) l'oscillateur quantique possède 
une énergie non nulle que l’on appelle énergie de point zéro (): 


E, = ho, 2. (3.197) 


La présence de cette énergie de point zéro constitue une diffé- 
rence essentielle entre un oscillateur quantique et un oscillateur 
classique. Un oscillateur quantique ne peut en principe se trouver 
dans l’état d’un repos complet, alors que l'énergie d’un oscillateur 
classique tend vers zéro lorsque ÀT — 0 (v. $ 4.1). 

Pour de grandes valeurs de nr (n © 1), la distance énergétique AE 
entre deux niveaux consécutifs est petite devant l'énergie £ (AE/E 
< 1). De ce fait l'expression (3.191) peut se mettre sous la forme 


q 
AE $ Pda = 27h. (3.198) 
Comme 0E/ôp = v, on a 
op y. _ À de 
$ ur Yo =T 
D'où 
AE- Eh =ho. (3.199) 


G) Si l'énergie est comptée à partir de n — 1 et non de n = 0, la formule 
(3.196) prend une forme légèrement différente mais équivalente: £, = 
= A@o (n — 1/2), où n = 1, 2, 3, .… D'après le théorème d'oscillation le 
nombre de zéros (nœuds) de la fonction d'onde est égal soit à (n — 1), si l'énergie 
est ns à partir de n = 1, soit à nr, si elle est comptée à partir de n — 0. 

() Voir aussi la formule (3.180). 
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Ainsi, sur chacune des petites parties de l'énergie le spectre BKW 
est un spectre de niveaux équidistants. 

De l'expression (3.191) résulte que pour nr © 1 l’aire de la sur- 
face limitée par la trajectoire de phase fermée d’une particule d'éner- 
gie E est égale à 2rxhn, n étant un nombre entier. Ceci signifie que 
toute la surface peut se diviser en nr cases, ayant chacune une aire 
2nki. Etant donné que r» est le nombre d'états quantiques d’énergie 
inférieure ou égale à Æ, chaque case d’aire 2nh dans l’espace de phase 
correspond à un état quantique. Un élément de volume de phase 
AgAp peut contenir tout au plus 


N = Ag Apl2nh = AkAg/2n (3.200) 


états quantiques, où k = p/# est le vecteur d'onde. L'adjonction de 
chaque nouveau degré de liberté fait croître de 2xh le nombre de 
dimensions du volume de phase. C’est ainsi par exemple que dans 
le cas d'un mouvement plan (rotateur plan) l'unité de volume de la 
case de phase est égale à (2rk)°. 

Dans un volume géométrique (physique) à trois dimensions, 
correspondant à un espace de phase à six dimensions Az Ay Az X 
X ApkApyAp:, le volume d'une case est égal à (2nk)° et donc le 
nombre d'états quantiques par élément de volume est 


N = ArAyAz Ap, Ap, Ap./h. (3.201) 


Cette formule, qui caractérise la structure discontinue « atomisti- 
que » de l’espace de phase, est à la base de la statistique quantique 
(v. $ 5.2). La discontinuité de l’espace de phase permet de mieux 
mettre en évidence le sens profond que présente la relation d’incer- 
titude de Heisenberg: 


ApAq > 2nh. 


Dans le monde microscopique, en décrivant l’état d'une particule, 
on peut dire seulement qu’elle se trouve dans une case donnée de 
volume de phase. Dans les limites d'un volume de phase élémentaire 
égal à 21h [ou à (2x/4)° dans le cas du mouvement tridimensionnel], 
déterminer l’état d’une particule est une chose qui n’a pas de sens 
car la particule « occupe » tout simplement une case « étant étendue 
sur elle ». Dans ces conditions il est parfaitement naturel que le quan- 
tum d'action de Planck À n’a point d’analogue en physique classique. 


$ 3.10. Résolution de l’équation de Schrôdinger 
pour des états stationnaires d’un oscillateur harmonique linéaire 


Dans de nombreuses branches de la physique et surtout dans la 
théorie des oscillations et dans la théorie quantique du rayonnement, 
un rôle fondamental revient au problème d'oscillateur harmonique 
linéaire (OHL). Un OHL classique est un système sans frottement 
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(amortissement) sollicité par une force élastique de « rappel » .# — 


= —Mo;W$r = —fx qui se décrit par l'équation de Newton 
Moi (dzxidt*) = —fx, (3.202) 
ou encore 
z + wir = 0. (3.202a) 


La solution de l'équation (3.202a) représente des oscillations 
sinusoïdales avec une pulsation propre w, = Wf'msi. L'énergie 
potentielle de l’'OHL varie comme le carré de x (fig. 3.17): 


U(a)=|.F | 22 = f2/2 = mioir"/2. (3.203) 


Considérons l’analogue quantique d'une particule effectuant des 
oscillations linéaires de faible amplitude autour d’une certaine 
position d'équilibre. Ce sont par 

fr? exemple les atomes dans les 
2e molécules qui sont animés par 
.E=2ho, de telles oscillations quantiques. 
L'agitation thermique des ato- 

E=72h% mes d'un solide peut être con- 
E2=#2ha, sidérée elle aussi comme un 
Est ensemble des OHL quantiques 
; 9 (phonons). Les électrons de va- 


UE 


T=4 
n=3J 
n=2 


n<1 


n=0 Eo=hæ/2 lence dans les corps solides peu- 
Tue 20 In Tele à vent effectuer des oscillations har- 
275 Zn In as moniques par rapport à la car- 


casse ionique (plasmons) si on 
leur communique une énergie suf- 
fisante. Selon l’électrodynamique 
quantique, tout champ électromagnétique peut être représenté par 
un ensemble des OHL quantiques virtuels indépendants pour les- 
quels le nombre quantique r a le sens physique du nombre de photons 
(quanta) dans un type d’oscillations donné (v. $ 4.2). 
L'’équation de Schrôdinger stationnaire pour un OHL s'écrit 


Fig. 3.17 


HR 4 ot (EME ) y, = 0. (3.204) 
Notons: 
E=V main h z=zr, e=2E/ho. (3.205) 
Ecrivons l'équation de Schrüdinger avec ces notations: 
do (E)/dE* + (e — E°) Po (&) = 0. (3.206) 
La solution de cette équation se présente sous la forme 
Vo (6) = Au (£) exp (—E?/2), (3.207) 


où le facteur À se détermine par la condition de normalisation. 
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La seule condition à la limite imposée à la fonction d'onde de 
l'OHL est que la fonction y, (£) s’annule lorsque ë — +oo. En intro- 
duisant (3.207) dans (3.206), on obtient l'équation suivante pour la 
détermination de la fonction u (E): 


d? du (& 
LS — 2E + (e— 1) u (E) 0. (3.208) 

La solution de cette équation peut se présenter sous forme de série 
de puissances de E: 

u(E)= D aE. (3.209) 
v=0 

C'est la méthode dite de polynômes développée par Sommerfeld. 

La fonction d’onde s'écrit dans ce cas 


Yo () — 4 exp (—E?/2) > a,E". (3.210) 


En portant (3.209) dans (3.208), on obtient une formule récurrente 
pour la détermination des coefficients de la série (1) 


2v+1—Ee 
Ay+o — dy RD ED . (3.211) 

Pour que la fonction d'onde soit finie ©) pour toutes les valeurs 
de & = r/x,, Y compris pour ë — oo, la série (3.211) doit être 
ramenée à un polynôme, c’est-à-dire arrêtée par un terme déterminé. 
Soit par exemple a, 0 et a,,:, = 0. Alors 


2n +1—e, =0, (3.212) 


où v = nest le numéro du terme par lequel se termine la série, c’est-à- 
dire un nombre entier (nr => Ü). 
On en tire 


Eën = 2E/ho, = 2n + 1, (3.213) 
ou encore 
En = ho (nr + 1/2). (3.214) 


Ainsi, l’énergie d’un OHL quantique ne peut prendre que des 
valeurs discontinues bien déterminées. On voit également que la 
solution exacte (3.214) de l'équation de Schrôüdinger pour des valeurs 
propres de l'énergie coïncide avec le spectre BKW (3.196) obtenu 
à l’approximation quasi classique (v. $ 3.9). Ces deux résultats 
donnent une série de niveaux d'énergie équidistants, décalée par 
rapport aux niveaux d'énergie de l’ancienne théorie de Bohr d'une 


(@) Pour plus de détails, voir par exemple [7]. 

(2) C'est la seule condition imposée à la fonction d'onde dans le cas d'un 
OHL car le mouvement de la particule n'est limité par aucun mur de potentiel 
iofranchissable. 


411 


quantité égale à l'énergie de point zéro Aw,/2 (v. fig. 3.17). L'ordre 
de grandeur de cette quantité peut être déterminé pour l'OHL, de 
même que pour tout puits de potentiel, sans procéder à la résolution 
de l'équation de Schrôdinger, directement à partir de la relation 
d'incertitude de Heisenberg (3.15). En effet, d’après son ordre de 
grandeur l'énergie d’un OHL 


E > (pm + mouo (A 2)/2 > (Ap} 2m; + (moiwë/2) (K/A p}. 


La fonction E = E (Ap) passe par un minimum pour A p— 
= A brin = (Moiwohi)/?. Ceci signifie que 


Ein + (APmin)/2moi = ho /2. 


La mécanique quantique a pu expliquer l’origine de cette énergie 
dans le cas des oscillateurs électromagnétiques en introduisant la 
notion d'énergie de point zéro du champ électromagnétique dans le vide 
(v. $$ 1.3 et 4.2). Dans le vide physique, il existe toujours, comme 
4 fond », des photons virtuels de toutes les fréquences qui produisent 
le champ électromagnétique résiduel (de photons). Ce champ est 
maintenu de façon continue grâce à la création et l’annihilation de 
paires électron-positron (vide d'électrons-positrons): 


Roy —ho, + e+e — how, +hw',, 


ce qui signifie que selon la théorie quantique relativiste deux quanta 
d'énergies ko, et fiw, peuvent se transformer d’une manière vir- 
tuelle en une paire électron-positron qui n'existe que pendant un 
temps At admis par la relation d'incertitude : 


At = R/AE = h/l2m,.c:. 


Ici, AE = 2m,.c° est le double de la masse au repos de la paire 
électron-positron. 

Puis, en s’annihilant, cette paire fait naître de nouveau deux 
quanta mais d'énergies différentes fo, + io,” = ko, + hw,. Une 
telle transformation virtuelle des particules est équivalente à la 
diffusion de la lumière sur la lumière. Ainsi, même en l'absence de 
photons réels (T7 = OK, n = 0), chaque type d'oscillations possède 
toujours un champ de rayonnement effectif #w,/2 avec lequel peu- 
vent interagir les particules quantiques (électrons, atomes, molé- 
cules, etc.). 

L'existence de cette interaction conduit à une série d’effets expé- 
rimentalement observables. Elle explique notamment l'émission 
spontanée de la lumière par des atomes et molécules excités (v. $ 4.3), 
la diffusion de la lumière sur des vibrations nulles du réseau cristallin 
refroidi à une température 7 & 0 K, les transitionsentre les niveaux 
vibrationnels nuls (transition 0 —+ 0) dans des molécules isotopiques 
(v. $ 6.10), l'effet Lamb (décalage des niveaux dans un atome d'’hy- 
drogène), la position des niveaux d'énergie les plus bas d’un atome 
de positronium (v. $ 1.3) et certains autres phénomènes. 
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Les polynômes (3.210) qui sont solutions de l'équation de Schrô- 
dinger (3.208) pour v = rx s'appellent polynômes de Tchebychev-Her- 
mite et se notent H, (E). Ils satisfont à l'équation différentielle 


Te —2# ce +2rH,=0 (8.215) 
et peuvent se mettre sous la forme 
H, (à) =(—1)" exp (E) d'lexp(—EN (3.216) 


den 
Ecrivons les cinq premiers polynômes de Tchebychev-Hermite : 
Ho (E) = 1, Hi (E) = 26, H, (6) = 45° — 2, 
Ha (8) = 86° — 126, H, (E) = 168° — 48E° + 12, 
où E = x/r, et ro = (li/moiwo)"/?. 


Le calcul du coefficient À, à l’aide de la condition de normali- 
sation (3.40) donne 


An=(2n1V az) ". (3.217) 


En portant cette valeur de 4, dans (3.210), on obtient l'expres- 
sion définitive pour les fonctions d'onde propres de l'OHL quan- 
tique : 


Von (2) = (21 V ax) 'exp[—(1/2) (x/x0)°] H, (x/x). (3.218) 
Dans l'état fondamental (nr = O), 
Voo (x) = (123)7! exp [—(1/2) (x/x0)°]. (3.219) 
Dans le premier état excité (n = 1), 


Vor (2) = — 2 (2/20) (2x0 Va) exp [—(1/2) (x/x0)°]. (3.220) 


Le polynôme de Tchebychev-Hermite possède n racines réelles. 
C'est un cas particulier du théorème d'oscillation dont il s’agissait 
au $ 3.9. La fig. 3.18, a repré- 
sente à titre d'exemple la fonc- La (2) 
tion d'onde propre d’un OHL 
Vos (x) correspondant à 7 = 4. 
Comme le montre la figure, cette 
fonction comporte à l’intérieur 
de l'intervalle considéré r nœuds, 
c'est-à-dire s'annule n fois. Aux 
fins de comparaison, on a repré- 
senté sur la fig. 3.18, b la fonc- 
tion d’onde obtenue pour le mê- 
me cas par la méthode d'’appro- 
ximation BKW. On voit que 
tant à l'intérieur qu'à l'exté- 
rieur de l'intervalle considéré, c’est-à-dire loin des points de 
retour z = +zx,, la méthode BKW donne des fonctions d'onde dont 


Fig. 3.18 
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la forme est voisine de celle des fonctions obtenues par la résolution 
exacte de l’équation de Schrôdinger. Ce n’est qu’au voisinage immé- 
diat de ces points que la fonction d'onde présente des discontinuités. 

La fig. 3.19 montre l'allure des fonctions de distribution classiques 


tiques » différents (fig. 3.19). 
Il est évident que pour de 
er 0 FA faibles valeurs de n les fonc- 
tions de distribution classique 


w(x) N'a | 1 : 
Ne 1=2 j| et quantique sont nettement 
1/2 nJAl différentes. Lorsque n = 0, 
3 la fonction de distribution 
£ 


—Loz 9 Te Z classique de l'OHL est une 

| fonction delta égale à l'unité 
pour x = 0 (la particule est 
au repos), alors que pour 
n >> 1, elle passe par ses va- 
leurs maximales au voisinage 


wa (x) et quantiques wa (xt) = [on (x) |? pour quatre valeurs de n 
et indique les points de retour 
ÿg m0 +z, pour un OHL classique 
VU de même énergie ÆE que celle 
1/1 Wy d'un OHL quantique. Com- 
| me E = E (n) et To = Zo(E), 
a ni les valeurs de x, sont diffé- 
wir) Le TR. rentes pour des nombres quan- 
UN | 
l (l 


===> 


Zoo 0 zx x des points de retour où la 
particule séjourne pendant le 
Fig. 3.19 temps le plus long, sa vi- 


tesse s’annulant ici. Au voi- 
sinage de la position d'équilibre, la vitesse de la particule est 
maximale et donc la probabilité classique de présence de la particule 
en cet endroit est minimale (*. La probabilité de trouver la particule 
dans l’état fondamental (7 — 0) n’est pas égale à l'unité pour x = 0, 
mais elle est maximale au voisinage de ce point et diminue au fur 
et à mesure que l’on s'approche des points x = —z,. A la différence 
d'un OHL classique, une particule quantique peut « pénétrer » 
aussi dans des régions où | z | > x,. Lorsque le nombre quantique r 
augmente, c'est-à-dire que l'OHL quantique devient plus excité, 
sa fonction de distribution w, (x) commence à se rapprocher de la 
fonction de distribution classique wa (x) considérée comme une cer- 
taine valeur moyenne autour de laquelle la fonction w, (x) effectue 
de rapides oscillations. C’est là encore une confirmation du principe 
de correspondance. 


G) La valeur de we (x) se détermine par le rapport du temps dt = dzx/v (x) 
de séjour de la particule sur le tronçon dx au voisinage du point considéré à la 
période 7 d'oscillations. 
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Un cas plus général est celui d’un oscillateur harmonique à trois 
dimensions dans lequel les oscillations s'effectuent indépendamment 
sur trois fréquences différentes w,, w, et w, dans trois directions 
perpendiculaires entre elles. 

L'énergie potentielle d’un oscillateur harmonique à trois dimen- 
sions a pour expression 


U(z)= ECS 224 Mol je 24 apei, 22. (3.221) 


En introduisant (3.221) dans l'équation de Schrôdinger (3.39), 
on obtient 


Abo+ —— nes. [E— su LL (uiz? + 8? + 2?) | Yo = 0 ° (3.222) 


La solution de l'équation de Schrôüdinger est à chercher sous forme 
de produit de trois fonctions d'onde dont chacune ne”dépend que 
d'une seule coordonnée : 


Vo (£s Ys 2) = Voi (&) Vos (Y) Vos (2). (3.223) 


En portant (3.223) dans (3.222) et en séparant les variables, on 
obtient 


æ 2m mMoi0°z? 
En (D + Es a [E- pEs | Vos (T1) = (3.224) 


oùi=1,2, 3; m=21 t=Y  T3=1;, E=E; +E, + E. 

On voit donc que le problème des fonctions propres et des éner- 
gies propres de l’équation de Schrôdinger pour un oscillateur harmo- 
nique à trois dimensions se ramène au problème pour un oscillateur 
à une dimension qui a déjà été résolu plus haut dans le présent para- 
graphe. Nous pouvons donc écrire tout de suite l'expression donnant 
l'énergie totale d'un oscillateur quantique à trois dimensions: 


En nany= RO (ns 1/2) + Ro (n2+ 1/2) + fo (ns+ 1/2), (8.225) 


où 7, Po, 3 Sont des entiers. 

De l'expression (3.225) résulte que tous les niveaux d'énergie, 
sauf le niveau fondamental, d’un oscillateur quantique à trois di- 
mensions sont dégénérés car une valeur donnée E, peut s'’obtenir 
pour différentes combinaisons de n,, n, et n4. La multiplicité de 


dégénérescence du #-ième niveau d'énergie se détermine par la for- 
mule 


&n = (1/2) (r + 1) (n + 2). (3.226) 


Par exemple, pour n = 1, on a g, = 3, raur n = 2, g, = 6, 
et ainsi de suite. 
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.. La fonction d'onde décrivant l'état d’un oscillateur à trois di- 

mensions est de la forme 

: mMo101020 1/4 2-(nitnatns) - 

Voms ntens (Tir Far 2) = (RE) [ nilnalns! 
_4+8i+sl 


Xe 7? HE) Hns (6) Hns (s), (3-227) 


où Ë = V maiorhz: (à = 1, 2, 3). 

Dans le cas particulier d’un oscillateur isotrope à trois dimen- 
sions, les fréquences sont les mêmes pour toutes les directions (w, — 
= @2 = @3 = O9). Dans ce cas, l'énergie totale s'exprime, comme 
il résulte de l'expression (3.225), par 


En = RO, (n + 3/2), (3.228) 
OÙ R= M + Na + Nge 


$ 3.11. Rotateur quantique rigide 


Nous avons étudié jusqu’à présent seulement le mouvement de 
translation (ou oscillatoire) d’une particule microscopique quanti- 
que. Mais une telle particule peut également participer à un mouve- 
ment de rotation autour d’un certain 
axe 0,00, (fig. 3.20), c’est-à-dire qu'elle 
peut posséder un moment de la quantité 
de mouvement P, qui est défini en mé- 
canique classique par le produit vec- 
toriel de l'impulsion p = m,;v par le 
rayon vecteur r joignant la particule 
à l’axe de rotation, en d'autres termes 
Pz = [pr] = Cte, 

Un système fermé de particules doit 
suivre toutes les lois de conservation et 

Fig, 3.20 notamment la loi de conservation de 

Be l'énergie (hamiltonien H=Cte), la loi de 

conservation de la quantité de mouve- 

ment ou de l'impulsion (p = mysv = Ct°) et la loi de conservation 

du moment de la quantité*de mouvement ou du moment ciné- 
tique (P, = [pr] = Cte). 

_ On sait que l'observation des lois de conservation est une consé- 
quence de la symétrie*des lois de la nature par rapport à certaines 
transformations. C’est ainsi que la loi de conservation de l'énergie 
traduit l'indépendance du hamiltonien d’un système fermé de par- 
ticules vis-à-vis du temps de mesure (symétrie de déplacement dans 
le temps), la loi de eonservation de l'impulsion exprime l’indépen- 
dance des résultats de l'expérience (symétrie de déplacement par 
translation dans l’espace) et enfin la loi de conservation du moment 
cinétique signifie l’indépendance des résultats de l’expérience vis- 
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à-vis de la rotation dans l’espace (symétrie de révolution). En d'’au- 
tres termes, l'exécution de ces lois est liée à des propriétés détermi- 
nées de l’espace-temps: 1) homogénéité du temps (4 = Cte); 
2) homogénéité de l'espace (p — C'e); 3) isotropie de l'espace 
(PL = Cte) (1), L'isotropie de l’espace signifie que toutes les di- 
rections dans l’espace sont équivalentes et donc l’hamiltonien d’un 
système fermé doit rester inchangé lorsque tout le système tourne, 
comme un tout, autour de tout axe d’un angle quelconque, de même 
qu'il reste inchangé lors d’un déplacement par translation dans 
l’espace et dans le temps. Si le système est soumis à l’action d'un 
champ de force extérieur, le moment cinétique ne se conserve pas 
dans le cas général. Pourtant dans un champ à centre de symétrie, 
où toutes les directions dans l’espace issues du centre du champ sont 
équivalentes, la quantité P, reste inchangée par rapport à ce centre. 
Si le champ présente une symétrie axiale, la composante du moment 
cinétique suivant l'axe de symétrie se conserve. 

Toutes ces lois de conservation sont également valables en méca- 
nique quantique. En particulier, en examinant le mouvement des 
électrons dans un atome, dans le champ coulombien à centre de sy- 
métrie du noyau atomique ou d’un atome ionisé, il faut tenir compte 
de la loi de conservation du moment cinétique. Il en est de même 
pour la rotation des atomes dans des molécules autour de certains 
axes de symétrie pour lesquels P, = 0. Dans chacun de ces cas la 
particule peut effectuer à la fois un mouvement de rotation et un 
mouvement oscillatoire (vibratoire) au cours duquel la distance r 
au centre ou à l'axe de rotation et donc le moment cinétique Pz 
varieront (mouvement de vibration-rotation). 

Pourtant il est plus simple de considérer séparément le mouve- 
ment de rotation quantique en admettant que le mouvement de 
vibration est « congélé » (ce qui est réalisé en pratique si l'énergie 
thermique XT est inférieure à l'énergie du premier niveau de vibra- 
tion excité de la molécule mais supérieure à l'énergie d’excitation 
de son état rotationnel). Un tel mouvement de rotation d’une micro- 
particule est appelé rotateur quantique rigide (RQR). Au cours d’un 
tel mouvement l'énergie potentielle U (r) de la particule ne varie 
pas parce que tout se passe comme si l'objet microscopique était 
« fixé » sur une « barre » rigide (v. fig. 3.20). Supposons que U (r) = 
= 0 et écrivons l'équation de Schrôdinger 


AYo + (2mor/h°) EYo = 0 (3.229) 
en coordonnées sphériques (r, à, œ): 
2 _farro 0Ÿ 1 Othe | 2muE à 
T3 sin 08 00 (sin L +) +s sin #1 CET +550, (3.230) 


@) Une autre propriété importante de l’espace est sa symétrie-miroir (loi 
de conservation de la parité) lorsque le côté gauche est remplacé par le côté 
droit. Pourtant il est à noter que dans certains types d'interactions (faibles) 
des particules la parité peut changer. 
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où r est la distance de l'origine des coordonnées à une particule de 
masse mo; (dans le cas d’un RQR r = Cte); 8, l'angle formé entre 
l’axe z et le rayon vecteur r; @, l'angle azimutal (angle formé entre 
l’axe zx et la projection de r sur le plan zy); x = r sin ® cos y, y = 
= r sin ÔŸ sin, 2 = r cos 9. 

Cherchons la solution de l'équation (3.230) sous la forme du 
produit de deux fonctions dont chacune ne dépend que d’une seule 
coordonnée : 


Yo (9, p) = 8 (8) D (p). (3.231) 


En introduisant (3.231) dans (3.230) et en multipliant chaque 
terme de l’équation (3.230) par r° sin 8/8®, on obtient 
sind à 2moiEr3 


D 50 (sin 6 5)+ Me sin 9 = + (3.231a) 


Comme le premier membre de l'équation est fonction uniquement 
de © et le second membre est fonction uniquement de ®, les deux mem- 
bres peuvent être égaux l’un à l'autre pour toutes valeurs de & et @ 
pourvu que chacun d’eux soit une constante (paramètre de sépara- 
tion) que nous désignerons par m°. Ainsi l'équation (3.231a) se sépare 
en deux équations: 

1 à . 98 m° 
me so (sn0)+(r—-Hr)0-0, (3.232) 


82D/0g2= — m°®, (3.233) 


où x = 2mor°Eih® = 21E/Rk°, I = mor étant le moment d'inertie. 
La solution de l'équation (3.233) est, à une constante près, la 
fonction périodique 


O (ç) = exp (Him) = cos mp + i sin my. (3.234) 


La condition d’univocité de la fonction d'onde exige que la solu- 
tion reste inchangée lorsque le système effectue une rotation d’un 
angle de 2n. Ceci est possible si m est un nombre entier quelconque 
(positif ou négatif): m = 0, +1, H+2, +3, . .. Pour des raisons 
qui seront expliquées un peu plus loin (v. $$ 3.12, 3.13 et 6.7), 
ce nombre s'appelle nombre quantique magnétique (). 

Pour ramener l'équation (3.233) à l'équation de Legendre connue 
en mathématiques, substituons à sa variable 8 (0<0<1x) la 
variable £ — cos  (—1 < E 1). Dans ce cas 0 (8) —+— x (E). En 


G) On peut pourtant remarquer dès maintenant que la rotation, c'est-à-dire 

le moment cinétique Pr, d'une particule électriquement chargée provoque l'ap- 

arition d’un courant électrique fermé et donc d'un moment magnétique ur 

ont la direction par rapport au moment cinétique se détermine par le signe de 

la charge électrique e,; de la particule. Pour e; > 0, le moment u, est orienté 
suivant P£ et pour e; << 0 dans le sens opposé. 
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tenant compte de ce que sin°® ÿ = {1 — E?, dû — —dE/sin Ô, on 
obtient au lieu de (3.233) l’équation 

(A — E?) y" — 28% + [x — m?/(1 — Et] y = 0, (3.235) 
où y = dy/dE. 

Elle est connue sous le nom d'équation associée de Legendre. Etant 
une équation différentielle du deuxième ordre, elle possède deux solu- 
tions linéairement indépendantes. Les E — +1 sont les points sin- 
guliers de l’équation en lesquels les deux solutions tendent vers 
l'infini à moins que la quantité x ne prenne certaines valeurs spé- 
ciales (ce qui signifie que les points £ — +1 ne sont pas des points 
singuliers essentiels). Puisqu'une fonction d'onde doit être finie 
pour toutes les valeurs de E, les solutions physiquement admissibles 


de l'équation (3.236) doivent se présenter sous forme de polynôme 
en Ë: 


l-Im| 
x@=(1—E)TE D at =({1—8#)"/u(@. (3.236) 
v=0 
Lorsque m = 0, les polynômes u (£) = P,(E) sont dits polynômes 
de Legendre. La solution doit dépendre de la valeur absolue |m | 
parce que dans l'équation (3.235) ce nombre quantique ne figure 
qu'au carré. L'indice est 0 < v < L — | m |, L étant un entier. En 
portant (3.237) dans (3.236), on obtient 
A—Eju"—2([|m|+1)Eu + (x — m?— ]|m |l)u = 0. (3.237) 
Calculons les dérivées première et seconde de u (E), il vient 
u'(E)= a+ 20, (E)+ ...+ val"! = 
= D val"! Y (v+t)auE", (3.238) 
v=1 v=0 


u” (E) = à (v+2) (+1) a". (3.239) 
En introduisant (3.238) et (3.239) dans (3.237), on obtient 
D (+2) (541) ave [v(v—1)+2(1 m1 41) v— 
—x+ |m|+m2]a,}E" =0. (3.240) 
L'égalité (3.240) ne peut se vérifier pour toutes les valeurs de E 


que si les coefficients de tous les EY sont nuls. Par conséquent, on 
peut écrire 


(v +2) (v+t)aes —[v(v—1)+2(1m|+1)v — 
—*x+Im|+mija= 0. 
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On en déduit la relation de récurrence pour les coefficients de la 
série (3.236): 
—1)+2 1)v— 2 
Ayte = ay C—1)+ SES mas l+m ; (3.241) 


L’équation de Legendre (3.237) étant homogène, le coefficient a, 
(ay, pour v = 0) peut être choisi à partir des conditions de normali- 
sation de la fonction d'onde. Comme il résulte de (3.241), le poly- 
nôme (3.236) peut contenir soit uniquement des puissances paires, 
soit uniquement des puissances impaires de E (suivant le choix de a, 
ou a, en tant que premier coefficient de la série). La série (3.236) 
sera finie pour toutes les valeurs de Ë si elle est terminée par une 
valeur quelconque mais finie de v’ > 0. Dans ce cas a,.=£ 0, alors 
que &-+2 —= 0. Dans ces conditions tous les autres coefficients seront 
nuls eux aussi. Pour que cette condition soit satisfaite, il suffit que 
le numérateur de la relation (3.241) s’annule pour une certaine’valeur 
x’ > 0 pour laquelle la constante de séparation est égale à 


x=v("—1)+2(Iml+t)v+lmi(ml+1 = 
=("+Imlh(v"+iml+1) (8.242) 


Désignons par L l’entier (v’ + |m |), c'est-à-dire que v’ = 
= l— |m |. L'expression (3.242) peut alors s’écrire 


=1(+1). (3.243) 


Puisque v’ => 0, |m|<1=— (v + | m |). Le nombre L s'appelle 
nombre quantique orbital. Il détermine la valeur du moment cinétique 
orbital P;. 

En tenant compte que x = 2m,4r°E/h? = 21E/R?, on peut écrire 
l'expression donnant les énergies propres du RQR sous la forme 


Er = Ro l2I = (H/21) L'(L + 1), (3.244) 


où Z est le moment d'inertie du système et 1 => 0, 1, 2, 3, ... 

On voit que l'énergie du RQR est dégénérée par rapport au nom- 
bre quantique m. En outre, pour ! = 0, l'énergie Æ, = 0, ce qui 
signifie que le RQR ne peut pas être animé d’une « rotation nulle » 
pareille à l’énergie de point zéro E, = kw,/2 d'un oscillateur har- 
monique linéaire. L'énergie du RQR peut également s'exprimer par 
l'intermédiaire du moment d'inertie Z et de la fréquence angulaire w 
ou par l'intermédiaire du moment d'inertie et du moment ciné- 
tique P:: 


E = Iw°?/2 = Pj/21. (3.245) 
Le rapprochement entre les expressions (3.245) et (3.244) donne 
Pr=hVI(i+1. (3.246) 


Cette expression de P,, rigoureuse en termes de mécanique 
quantique, coïncide pour de fortes valeurs de L (1 5 1) avec le pre- 
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mier postulat de Bohr de l’ancienne théorie quantique (Bohr. 1913) 
selon lequel l’électron ne peut suivre dans l’atome qu'une orbite où 
| P, | = Àl, l'étant un nombre entier (la théorie de Bobr fait inter- 
venir au lieu du nombre ! un nombre quantique azimutal n, qui prend 
des valeurs entières, égales ou supérieures à l’unité). 

L'expression de la fonction d'onde décrivant l’état d’un RQR 
est de la forme 

V'=l-[m| 

Vo(9, p)= 08 (Ÿ) P (p) = À (sin Ÿ D) a,cos' +) X 


v=0, 1 


Xetilmlo— AYT (9, = APT (8)exp(+ilml), (3.247) 


où À est la constante de normalisation. 
Les fonctions YT(Ô, p) sont des fonctions sphériques (harmoni- 


ques sphériques), alors que les fonctions PT(8) sont des polynômes 
associés de Legendre. Ces dernières fonctions peuvent se mettre sous 
la forme 


imp, (cos Ÿ) 


m < d 
F()=sinmig LES (3.248) 
où 
1 dl : 
P; (8) = AIT Tac oô) (cos Ô — 1) (3.249) 


est un polynôme ordinaire de Legendre. 

Le Tableau 3.1 indique à titre d'exemple quelques fonctions 
sphériques normées Y7 (8, æ) obtenues à l’aide de la relation de 
récurrence (3.241). Comme le montrent l’expression (3.247) et le 
Tableau 3.1, l'équation de Schrôdinger possède pour ! = 1 trois 
solutions indépendantes correspondant à m — 0, +1. Les combi- 
paisons linéaires de ces solutions, par exemple 


unie (3/V8n) sin 8cosp — z/r, (3.250) 
oui =(3/ V8n) sin 8 sine - y/r, (3.251) 


peuvent être elles aussi solutions de cette équation. Des combinai- 
sons analogues peuvent s’écrire pour ! > 2. Plus grandes sont les 
valeurs du nombre quantique !, plus compliquée est la fonction 
Y 1 (9). Pour ! = 0 et ! = 1, elle est susceptible d’une interprétation 
géométrique simple. La première fonction sphérique Ÿ,, représente 
une sphère de rayon (4x)-!/?. Le carré du module de cette fonction 
d'onde est w50 (8, p) = | Yoo |? = (41)"!. Par conséquent. l’inté- 
grale étendue sur tout le volume s'exprime par 


| vo (®, p) 42 = (4m) 4 | sin 8 d8 dp— 1, (3.252) 
Fe) a 
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Tableau 3.1 


i | m | YT7 (0, o) 

0 | û | 1/y 4x 

1 | 0 | VTR cos 

1 | +1 | V3/8n sin ® exp (+ iq) 

2 | 0] | V5/16x (3 cos? 9 —1) 

2 | +! | V15/8x sin 8 cos 9 exp (+ ip) 

2 | +2 | ((3/15/2x)/4] sin? 8 exp (+ 2iv) 

3 | D | V7/167 (5 cos 9 —3 cos Ô) 

3 | +1 | (V21/4x/4) sin 8 (5 cos Ô — 1) exp (+ip) 


comme il fallait s'y attendre en partant de la signification physique 
de la fonction de distribution w (8, ®). 

La fonction de distribution w,, (8, œ) à symétrie sphérique si- 
gnifie que dans l’état fondamental du RQR la probabilité de pré- 
sence de la particule microscopique sur la surface de la sphère de rayon 
r = Cl est la même pour tous les angles # et œ (fig. 3.21, a). 

En examinant l’analogue mécanique du RQR représenté sur la 
fig. 3.20, nous voyons qu'à l’état fondamental, non excité, du RQR 
correspond le cas où la « bille » de masse m,, n'est pas encore « lan- 
cée »’sur une”orbite déterminée. Dans ce cas, l’axe de rotation 0,00, 
n’est pas « stabilisé » et peut donc effectuer des rotations désordon- 
nées dans l’espace au cours desquelles la « bille » décrit une surface 
sphérique. Lorsqu'on «lance la bille », c'est-à-dire lorsqu'on lui 
communique une certaine impulsion, elle acquerra un moment ciné- 
tique P, par rapport à l'axe 0,00, et son mouvement ne sera plus 
sphériquement isotrope. Selon les lois classiques, la « bille » com- 
mencera à se mouvoir dans un certain plan suivant une orbite cir- 
culaire déterminée qui fait un angle 8 avec l'axe z. Par exemple, 
pour & = 0, la « bille » sera placée sur l'orbite dont @ = 0, c'est-à- 
dire sur l’« orbite polaire ». Dans ce cas le plan équatorial ÿ = x/2 
est un plan nodal. 
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Selon la théorie quantique, une particule microscopique se 
trouvant dans l'état ! = 1 et m — 0, de même que dans d’autres 
états, ne possède pas d'orbite déterminée. Dans ce premier état excité, 
la fonction de distribution w,, (8) 
pour le RQR présente uncarac- a) 
tère anisotrope avec un maxi- 
mum de probabilité de présence 
de la particule au voisinage d’un 
plan passant par les axes z et z 
(fig. 3.21, b): 


dw,o (8) = (5/,1) cos° 8 dQ. 
(3.253) 


L'axe de rotation 0,00, se 
confond avec l'axe y. Dans 
l'état L = 1, m = +1, le maxi- 
mum de probabilité de présence 
de la particule se situe dans 
le plan xy et l'angle p varie Fig. 3.21 
de 0 à 2x au cours de chaque 
période de révolution (fig. 3.21, c). L'axe de rotation coïncide 
avec l'axe z. Deux signes devant le nombre quantique m signi- 
fient que le moment cinétique P. peut être orienté soit suivant 
l’axe z (vers le haut). soit dans le sens opposé (vers le bas) selon que 
la particule tourne dans le sens des aiguilles d’une montre ou dans 
le sens opposé. Dans ce cas la fonction de répartition est de la forme 


dou = (£s) sin? 8 dQ. (3.254) 


La fig. 3.21, d correspond au cas de ! = 2, m = (0. 

A remarquer que pour obtenir la fonction d'onde complète du 
RQR il faut multiplier la fonction d'onde stationnaire +, (r, Ÿ, ) 
par le facteur temporel exp (—iEt/h), où E = kw = (k°/21) I (1 + 1). 
Pour ! = 0 il n’y a pas de rotation, c'est-à-dire que w = 0. Ceci 
signifie que le facteur temporel n'intervient dans la fonction d'onde 
du RQR qu'à partir de { > 1. 


$ 3.12. Résolution de l’équation de Schrôdinger 
pour un atome hydrogénoïde 


On peut maintenant passer à la résolution du problème de la 
mécanique quantique relatif à l’état d’un électron dans le champ 
du noyau de l’atome d'hydrogène ou dans le champ d’un autre atome 
ionisé à un seul électron périphérique. De tels atomes sont dits 
hydrogénoïdes. 

Pour simplifier le problème, tenons compte du fait que le rap- 
port de la masse au repos m,, de l’électron à la masse au repos mp 
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du proton et, à plus forte raison, à celle des noyaux de nombre ato- 
mique Z > 4, est une petite quantité (mop/Mpe Æ 1836,5). Ceci 
permet d'admettre avec une bonne approximation que le noyau est 
au repos (M x —+ ) et de prendre sa position pour origine des coor- 
données sphériques (v. fig. 3.20). Nous supposerons que le noyau 
(atome ionisé) et l'électron constituent des charges électriques ponc- 
tuelles (Ze et —e) et interagissent l’un avec l’autre suivant la loi 
de Coulomb. Dans ces conditions, 
l'énergie potentielle aura la forme 
d'un champ d'attraction à symé- 
trie sphérique (champ coulombien): 


U (r) = —Zefr. (3.255) 


Pour l'atome d’hydrogène et 
les ions hydrogénoïdes, Z = 1. 
Ainsi le problème se ramène à la 
résolution de l'équation de Schrô- 
dinger pour des états liés de l’élec- 
tron dans un puits de potentiel 
à trois dimensions ayant la fo- 
rme d’un «entonnoir coulombien » 
(fig. 3.22). Pour zéro de l'énergie 
nous prenons une telle énergie du 
système pour laquelle le noyau et l’'électron se trouvent au repos 
à une distance infiniment grande l’un de l’autre. Pratiquement ils 
doivent être séparés par une distance telle que l'électron puisse être 
considéré comme libre. On dit dans ce cas que l'atome est ionisé. 
A des états liés de l’électron dans l’atome correspondra une énergie 
négative (E << 0) et à un électron se déplaçant librement à l'exté- 
rieur de l’atome une énergie positive (E >> 0). 

Ecrivons l'équation de Schrôdinger sous la forme 


++ (r Me) + 1 ô me) + 


ri ôr ôr risind 00 sin Ÿ dû | 


1 04 2m0e Ze? + 

+7 sind aq + (e+ r } = 0. (8.256) 

Dans le cas général, l'équation à trois dimensions de Schrôdinger 

ne peut pas avoir une solution exacte si l’on n'arrive pas à la rame- 

ner, par séparation des variables, à des équations ordinaires, chacune 

à une seule variable. Il se trouve qu’en coordonnées sphériques (ainsi 

qu’en coordonnées paraboliques et dans certains autres systèmes de 

coordonnées) une telle séparation des variables est possible. Cher- 

chons donc la fonction d’onde w, (r), à un coefficient de normalisa- 
tion constant près, sous forme de produit de trois fonctions: 


Vo (r) = R (r) 8 (8) © (os (8.257) 


où R (r) est la partie radiale et # (8, @) = 8 (8) ® (p) la partie 
angulaire de la fonction d’onde. 
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Si l’on introduit (3.257) dans (3.256) et si l’on multiplie tous les 
termes de l'équation par r/RF ,, on obtient 


nelle (tie) 


1 0F { 
T7 Fsnd FF sin Ÿ EN )— # sin? Ÿ . + (3.258) 


Comme le premier membre de cette équation dépend unique- 
ment de r et le second membre uniquement des angles Ÿ et p, ils 
ne peuvent être égaux l'un à l'autre pour toutes les valeurs de r, ÿ 
et’p que si chacun d'eux est une constante. Désignons cette constante 
de séparation par x. Nous obtenons ainsi deux équations: 


LE (eH)+[e (ss Æ)-es 20 
= &(sins D) + es Sr +47 =0. (3.260) 


En posant .7 (9, p) = 6 (8) ® (y), effectuons la séparation des 
variables de la même manière qu'au $ 3.11, en portant .7(Ô, ) 
dans l’équation (3.260), en multipliant tous ses termes par sin° 8/80 
et en introduisant ensuite la constante de séparation m°. Alors, 
l'équation (3.260) se sépare à son tour en deux équations différen- 
tielles ordinaires: 


1 9 e dô mi 
mess )t(s-gis)0=0 (3251) 
dd dp? = — m°D. (3.262) 


Ces équations sont tout à fait identiques aux équations (3.232) 
et (3.233) obtenues pour un rotateur quantique rigide et résolues au 
paragraphe précédent. Nous y avons obtenu aussi bien la partie angu- 
laire de la fonction d'onde (v. formule (3.247)) que la valeur du para- 
mètre de séparation * pour laquelle les fonctions d'onde restent 
finies et univoques quelles que soient les valeurs de 8 et y. IL a été 
montré me %x = (1 +1), où 2 est le nombre quantique orbital 
(2 = 0, 1, 2, 3, ...),'et que ! > | m |, où m est le nombre quan- 
tique magnétique (m = 0, +1, Æ2, 3, ..., H(I — 1)). Ainsi 
le problème de la détermination de la partie angulaire de la fonction 
d'onde #(Ÿ, æ) pour un électron dans des atomes hydrogénoïdes 
se ramène au problème connu de rotateur quantique rigide (RQR), 
alors que la fonction 7 (8, p) coïncide avec les fonctions sphériques 
YF (Ÿ, p). Il ne reste donc à résoudre l'équation (3.259) que pour la 
partie radiale de la fonction d'onde en y portant la valeur x = 


=1(+t1): 
LE (RE) (Me (+2) pee (259 
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Après la dérivation par rapport à r cette équation peut s’écrire 
sous la forme 


2 1 
et af at tien (6250 


où on a noté: À = 2m,.Elh®, B = moeZe*/h®. 

Comme nous nous intéressons à l'état d’un électron lié au noyau, 
pour lequel Æ = [(m,.v°/2) — Ze?/r] < 0, nous pouvons conclure 
que À < 0. 

Introduisons un rayon sans dimension p = 2r/r, avec ro = 
= (—4)"12, Après la multiplication par r5/4 l'équation (3.264) 
devient 


” 2 4 dE AT 
R'+ÈR = > n a Li 0, (3.265) 


où R° = dR/dp. 
Cherchons d'abord une solution asymptotique de l'équation 


(3.265) pour r —+ œ (p > 1). Dans ce cas l'équation (3.265) prend 
une forme beaucoup plus simple 


R'" — RI/4 = 0. (3.266) 
La solution générale de cette équation se présente sous la forme: 
R = C; exp (—p/2) + C, exp (p/2). (3.267) 


Puisque la fonction d’onde #, (r) doit être finie pour toutes les 
valeurs de r, y compris pour r = , le coefficient C, = 0, c'est-à- 
dire que 

R (p) = C;, exp (—p/2). (3.268) 

Cherchons la solution générale de l'équation (3.265), valable 
pour toutes les valeurs de p et non seulement pour p — œ, sous la 
forme du produit de la solution asymptotique (3.268) par un certain 
polynôme C (p) qui est à déterminer. Ainsi, nous admettrons que 

R (p) = C (p) exp (—p/2). (3.269) 


En introduisant (3.269) dans (3.265), on obtient 


c+(i-1)e +1) 12 |c- -0. (3.270) 


Cette équation comporte un point singulier non essentiel p = 0. 
De ce fait, cherchons sa solution sous la forme d’un polynôme (pa- 
reillement à ce que nous avons fait au 8 3.11 lors de la résolution 
de l'équation (3.235)): 

Cb)=p! D'bup= 2 buptutn. (8.271) 
u=0 u=0 
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Déterminons C” (p) et C” (p): 
C'(p)= D but +2) prtt-t, (3.272) 
ms 


C'(P)= Z be Qu + 2) (+11) part, (3.273) 


Si l’on reporte les expressions (3.272) et (3.273) dans l’équation 
(3.270) et si l’on groupe les termes en p“+!-! [en faisant à cet effet 
un changement d'indices u —> (u + 1)], on obtient 


D {bu [Qu +2+ 1)(@+u+2)— (1+1)]— 
ms 

B 
V-A 
Pour que ce polynôme soit nul, il faut annuler les coefficients de 


toutes les puissances de p, ce qui donne une relation de récurrence 
pour les coefficients de la série 


_—b Leu+2+ 1) — } pitu=-1=0. (3.274) 


. (+u+1)—B/V —À Ë 
buts = bu +141 (+u+2)—1(441) * CE) 


La série (3.271) doit contenir un nombre quelconque mais fini 
de termes. C’est seulement dans ce cas que la fonction d'onde R (p} 
ne tendra pas vers l'infini quand p — œ parce que le facteur expo- 
nentiel exp (—p/2) intervenant dans (3.269) décroîtra plus vite que 
n'importe quelle puissance finie p#. Pour que la série (3.274) soit 
un polynôme, il faut et il suffit que le numérateur de (3.275) soit 
nul pour une certaine valeur de u = pu’. Il s'ensuit que 


BIV —A=i+u +1. (3.276) 
En y introduisant les valeurs de À et B, on obtient l’expression 


suivante pour les valeurs propres de l'énergie de l’électron dans un 
atome : 


Z? 1 re 
ou encore 
4 
En=— "er, (3.278) 


où Rr—=u + l + 1 est un nombre entier supérieur à zéro (r = 
= 4, 2, 3, ..., æ). 
En effet, puisque pu’ => 0 et l'est un entier (1 = 0, 1, 2, 3, ... 
.., ©), on a nr >l. De surcroît, L = (nr — 1 — up’) < (n — 1). 
Le nombre n est appelé nombre quantique principal, et le nombre 
u'æn, = (nr —l— 1), nombre quantique radial. 
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Ainsi, la résolution rigoureuse de l'équation de Schrôüdinger sans 
adopter aucune hypothèse supplémentaire sur le caractère du mouve- 
ment de l’électron dans un atome, en particulier, sans postuler des 
orbites choisies, circulaires ou elliptiques, permet d'obtenir théori- 
quement pour un atome hydrogénoïde un spectre énergétique discon- 
tinu qui est en bon accord avec l'expérience (fig. 3.23). 

La formule (3.278) a été obtenue pour la première fois par Bohr 
à partir des considérations purement intuitives, sur la base du postu- 
lat des états stationnaires (quantiques) particuliers dans lesquels 
peut se trouver un atome. En mécanique quantique, elle a été déduite 
de façon rigoureuse à l’aide de 
la mécanique des matrices (). 
En faisant usage des unités 
atomiques (e = 1, m = 1, h = 
= 1) qui sont particulièrement 
commodes dans le cas du 
champ coulombien, on peut 
mettre la formule (3.278) sous 
une forme plus compacte: 


En = —Z'/2n?. (3.279) 


Le niveau fondamental 
(normal) de l’atome d'hydro- 
gène (Z = 1) correspond [à 
n = 1: 

E, = —1Ry = —13,6 eV, 
(3.280) 


Fig. 3.23 où 1 Ry (un rydberg) est égal 

à moctt/2h? = 2,179-10-18 J. 

IL ressort des formules (3.278) et (3.279) que l'énergie de l’élec- 
tron dans l'atome d’hydrogène se détermine uniquement par le 
nombre quantique principal, c’est-à-dire que chaque niveau d'énergie 
de l'atome est dégénéré tant par rapport au nombre quantique magné- 
tique m que par rapport au nombre quantique orbital L (fig. 3.23). 
La dégénérescence par rapport au nombre m est caractéristique de 
toute répartition de potentiel pourvue de centre de symétrie, car 
dans ce cas toutes les directions dans l’espace sont équivalentes. La 
dégénérescence par rapport à L n’est propre qu’au potentiel coulom- 
bien. C'est pourquoi on l'appelle dégénérescence coulombienne ou 
accidentelle. Lorsque la forme du champ s'écarte de la forme coulom- 
bienne, la dégénérescence se trouve levée. Comme | m | < 1, à chaque 


() La méthode matricielle de la mécanique quantique ou, comme on l’ap- 
pelle, mécanique des matrices a été élaborée en 1925 par Pauli, Heisenberg, 
Born et Jordan. D'après les résultats finaux, cette théorie que nous n’étudions 
pas dans le présent livre, est parfaitement équivalente à la mécanique ondula- 
toire de Schrôdinger. 
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valeur de / correspondent (2! + 1) valeurs différentes de m (compte 
tenu du signe). La multiplicité de dégénérescence du n-ième niveau 
a donc pour expression: ’ 
1 
£g= 5 (21+1)=1+3+45+...+{(2n—1)—n7. (3.281) 
(er) 


Les états quantiques correspondant aux différentes valeurs du 
nombre quantique orbital ! ou, comme on le dit, les termes spectraux 
des atomes sont conventionnellement désignés par des lettres latins: 
l = 0 correspond à l'état s, ! — 1 à l'état p, ! = 2 à l’état d. ! = 3 
à l’état f. ! — 4 à l’état g, ! — 5 à l'état k, ! — 6 à l’état i, et ainsi 
de suite (@, 

Il est facile de montrer que la prise en compte du mouvement du 
noyau exige d'introduire un petit coefficient de correction dans la 
formule (3.278). La solution de l'équation de Schrüdinger montre 
que la masse m,. de l’électron doit être remplacée par la masse 
réduile : 

Mr = Moe (1 + Moe/ MX), 


où WN est la masse du noyau. 

Cela explique une petite différence qui existe entre les termes 
spectraux des isotopes d’un même élément. C'est ainsi par exemple 
que l'hydrogène lourd (deutérium) a été découvert sur la base d’une 
analyse spectroscopique (H. Urey, 1932). L'équipement spectrosco- 
pique de haute précision permet de discerner des variations de l’éner- 
gie égales à quelques millièmes de la valeur à mesurer. Si l'on ne 
tient pas compte de ce coefficient de correction, chaque terme éner- 
gétique pair de l'atome d'hélium He une fois ionisé devrait se con- 
fondre exactement avec le terme de l’atome d'hydrogène H; le 
nombre atomique de He* étant Z = 2, son deuxième terme (n — 2? 
coïncide avec le premier terme de H, le quatrième terme avec le 
deuxième terme de H, et ainsi de suite (v. fig. 6.2). La prise en compte 
du mouvement du noyau conduit à une différence entre ces termes (la 
différence de longueurs d'onde est près de 0,1 nm). 

Examinons maintenant la forme de la fonction d’onde 4, (r, #. q) 
et de la fonction de distribution w (r, Ô, q) pour un atome d’hydro- 
gène, c'est-à-dire la répartition des nuages électroniques autour de 
son noyau. Les fonctions d'onde correspondant à des fonctions de 
distribution stationnaires possibles pourun électron dans le champ 
coulombien du noyau ont la forme 


Vo(r) = NauR (p) 8 (8) D (q) = 
p'=n-1l-1 


= [exp (002 api] pi (0) exp (a tm 9), (282 


a) Historiquement, les quatre premières notations (s, p. d. f) sont liées 
aux noms des séries dans les spectres he des métaux alcalins (v. $ 6.1): 
s — sharp (brusque), p — principale, d — diffuse, f — fondamentale. 
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où W,, est une constante de normalisation; p = 2r/ron: et lon = 
= V AA = V=R/2m,.E, = h°n/m, eZ. 

La quantité rp — #°/moce® = 0,0529 nm est l’unité de longueur 
atomique (premier rayon de Bohr). Ainsi. r, = rgn/Z (en unités ato- 
miques pour nr — 14,r, = Z”t)et p — 2Zr/nr8. L'expression pour la 
partie radiale de la fonction d'onde À, , (p) figurant entre crochets 
de la formule (3.282) peut se calculer à l’aide de la relation de récur- 
rence (3.275) ou à l’aide des polynômes de Laguerre (1): 


Re) = Cte pl'exp (—p/2) Lifi" (p), (3.283) 


où L} (p) — d‘Lx (p)/dp* sont les polynômes de Laguerre: Ly (p) = 
= exp (p) d* (e-Pp*) dpf est la fonction génératrice des polynômes de 
Laguerre. 

Le coefficient constant figurant dans l'expression (3.283) se 
détermine par les conditions de normalisation de la fonction d'onde: 


| Riot dr = 1. (3.284) 
0 
Finalement, l'expression générale de R,, prend la forme 


23/2 TITI f 2Zr |! Zr \ peixt f 2Zr 
ne nr TREDT nr ——) exp | E —) Lux ( nrB ls 
(3.285) 
ou encore 
DUREE f24r te Zr \. 
Ru= ET GNT VB ] a (—< ) * 


XF(—n+1+1, 2142, 2Zr/nrp), (3.286) 


où F est une fonction hypergéométrique dégénérée. 
A de faibles distances du noyau 


pari mn ET 
Ru (Z) GE V Gin (3.287) 
Pour de fortes valeurs de rrg. 
Ras (— pts PUTITBP PCZr PTE) (3.288) 


anti V(n+Di(n—1—1)! 


Les fonctions d'onde radiales sont indiquées pour quelques états 
quantiques de l’atome d'hydrogène (Z = 1) dans le Tableau 3.2. 

La probabilité de présence de l’électron dans une couche sphéri- 
que d'épaisseur dr et de rayon r s’exprime par la relation 


w (r) dr = Ra r° dr. (3.289) 
() Pour plus de détails, voir [7]. 
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Tableau 3.2 


: Etat 
“ 1 LL AYA quan 
tique 
2 
110 — e-7/"B ds 
rB 
{ r : 
210 (1— }e mir 25 
AE 
1 D nr 
211 = —e 'B 2 
| 2 6rÿ 78 F 
2 2r 2r2 3 
Ù — [1— = -) “Her 3 
$ | 3/3 = | 3m 27 
8 r TO _y/3r 
Ep =) B 
| | V6 Ml + 
312 Re 3d 
81V 30rÿ rB 
1 Fer rs rjar 
—— 2 — —— B 
a val rn Br 3) : 4 


Les courbes de variation de la composante radiale de densité de 
probabilité pour les divers états quantiques de l’atome d'hydrogène 
sont représentées sur la fig. 3.24. L'allure des fonctions RË, (r) est 
figurée en traits interrompus. 

L'image quantique du « nuage électronique » dans l'atome, 
représentant un système de maximums et de minimums de proba- 
bilité qui alternent le long du rayon est malaisée à mettre en accord 
avec le concept d'’orbites circulaires et elliptiques (!). Néanmoins, 
il existe un bon accord avec les dimensions caractéristiques des 
orbites de Bohr. Aux fins de comparaison avec l’ancienne théorie 
quantique, on a représenté sur la fig. 3.24 les orbites correspondantes 


calculées dans l'hypothèse où le moment cinétique P,;, = fV1I(L+ 1). 


@) A ce propos le qualificatif lui-même d'« orbital » donné au nombre quan- 
tique L est à considérer comme conventionnel, non lié à aucun modèle du mouve- 
ment de l’électron autour du noyau. 
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Les demi-grands axes de ces orbites sont exactement les mêmes que 
dans la théorie de Bohr parce qu'ils se déterminent uniquement par 
le nombre quantique principal ». Les lignes verticales en gros traits 


indiquent sur chaque graphique la position de la valeur moyenne r 
calculée à l’aide de la formule 


F= À Ris dr = (rp/22) 13n2 0 (1 + 1]. (3.290) 

ù 
On voit que pour n = 1. 1 — 0 (état Îs). dans l'atome d’hydro- 
gène (Z = 1) r - 1.5r8; pour n = 2. | = 0 (état 2s). r = 6rg; 


2,2 p° 
Ra Ai: 


Fig. 3.24 


pour n = 3. l = O (état 3s).r = 13,5r5; pour nr = 6, ! = 3 (état Gf), 
r = 48rg & 2.54 nm. Ainsi, lorsqu'une énergie voisine de celle 
d'ionisation est transférée (au cours de la transition 1s— 6f par 
exemple) à un électron se trouvant dans l'atome d'hydrogène à l'état 
fondamental 1s. les dimensions linéaires dans lesquelles est princi- 
palement concentrée la densité du « nuage électronique » augmentent 
d'environ 10° fois! L'atome d'hydrogène devient très « friable », 
de sorte qu'une petite excitation suffit à faire passer l’électron de 
l'état 6f à un niveau où nr —+ oc, c'est-à-dire dans la région du spectre 
d'énergie continu. Il en résulte l'apparition d’un électron libre et 
d'un proton libre. 

Comme le montre la fig. 3.24. les maximums de fonction de dis- 
tribution w (r) pour les états 1s. 2s, 3d et 4f correspondent aux valeurs 
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de r égales respectivement à r8, 4rg, Yrp et 16rg. Selon la théorie 
de Bohr, dans ces états l’électron suit des orbites circulaires dont les 
rayons sont égaux à la position des maximums sur la courbe & (r). 

Ceci signifie qu’il existe une certaine correspondance entre les 
résultats donnés par la théorie quantique rigoureuse et les résultats 
qualitatifs obtenus dans l’ancienne théorie quantique de l'atome 


Fig. 3.25 


d'hydrogène de Bohr (au lieu du nombre quantique orbital !&n 
la théorie de Bohr faisait intervenir le nombre quantique azimutal 
ne =l+1=1,2,3,...). 

Pour représenter l'i image de l'atome dans l’espace il faut encore 
tenir compte de la partie radiale de la fonction d'onde #(#, œ). 
En vertu de ce qui précède, la forme de cette fonction est celle des 
fonctions sphériques Y7 (Ÿ. q) pour un rotateur quantique rigide 
(v. Tabl. 3.1 et fig. 3.21). Une image concrète de la répartition de la 
densité électronique dans l'atome d’hydrogène est donnée par la 
fig. 3.25 obtenue à l’aide d'un modèle électromécanique spécial. Cette 
figure représente le modèle d’un électron « étendu » dans l'espace 
conformément aux exigences qui découlent de la solution de l’équa- 
tion de Schrôdinger. Vu que la fonction d'onde complète 1 (r, t) 
doit comporter encore le facteur temporel exp (—iE,t:h). le modèle de 
l’électron représenté sur cette figure doit être considéré comme un 
agrandissement de 108 fois environ de l’image d'un état de vibration- 
rotation du « nuage électronique » obtenue par une exposition de 
longue durée. À l’état s (2 — 0), les fonctions d'onde et donc les fonc- 
tions de distribution w (r) sont indépendantes des coordonnées angu- 
laires, c'est-à-dire sont pourvues de symétrie sphérique. Dans les 
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états p. d et f et dans des états correspondant à des valeurs plus 
élevées du nombre quantique /, la densité de probabilité de pré- 
sence de l’électron w (r) r* varie de façon substantielle en fonction 
des angles Ô et q. 


$ 3.13. Théorie de l’électron de Pauli et Dirac 


« Coordonnée » de spin. — La fig. 3.23 représente un spectre 
énergétique de l’atome d'hydrogène, qui ne tient pas compte des 
structures fine et hyperfine. Ce spectre peut être obtenu en résolvant 
exactement l'équation de Schrôdinger pour la fonction d'onde 
4, (r) qui décrit l’état de mouvement d’un électron dans l’espace 
suivant trois degrés de liberté (x, y, z ou r, Ÿ, @). Dans ces con- 
ditions, la fonction d'onde dépend de trois nombres quantiques: 
n, let m. 

Or. une telle étude de l'état de l’électron dans l'atome ne tient 
pas compte de l'existence du spin, c’est-à-dire d’un degré de liberté 
interne de l’électron. Pour caractériser ce degré de liberté, on intro- 
duit une « coordonnée » de spin s qui exprime la projection du moment 
cinétique intrinsèque (moment de spin) p, sur une direction préfé- 
rentielle, c’est-à-dire l'orientation du spin par rapport à une direction 
préférentielle dans l'espace. Par exemple, le spin de l’électron dans 
l'atome peut être orienté de façon déterminée par rapport à la direc- 
tion du moment orbital p, dans un état quantique donné. D'autres 
particules élémentaires et complexes (noyaux atomiques) peuvent 
avoir elles aussi un spin si elles comportent un nombre impair de 
nucléons. Le mot « spin » provient du verbe anglais to spin = tour- 
ner. L'hypothèse que la fonction d'onde de l’électron, déterminée 
par des coordonnées d'espace (x, y, z) continuellement variables, 
doit également dépendre d’une variable quantique de spin s, ne pou- 
vant prendre que deux valeurs, a été émise pour la première fois par 
Pauli en 1924. Il a supposé que le double état de l’électron dans les 
atomes était un effet purement quantique qui n'avait pas d’analogue 
classique, c'est-à-dire un effet qui échappait à une description méca- 
nique et disparaissait quand À + 0. En 1921, Compton a avancé 
pour la première fois l'hypothèse de l'électron tournant comme une 
explication possible de l'unité naturelle de magnétisme. Mais il n’a 
pas développé cette hypothèse. 

Indépendamment de ces idées, qui d’ailleurs n'ont pas été pu- 
bliées, les physiciens américains Uhlenbeck et Goudsmit ont émis 
l'hypothèse que l’électron possède un moment cinétique propre. Au 
mois d'octobre11925, ils ont publié un bref exposé comportant trois 
propositions’principales : 1) l'électron tourne sur lui-même ; 2) l'élec- 
tron possède un moment cinétique propre dont la composante sur 
une direction donnée est égale à H+hk/2; 3) l'électron est doté d’un 
moment magnétique propre égal au magnéton de Bohr us. 

Actuellement on considère pourtant que la représentation du spin 
d'une particule élémentaire comme étant résultat de sa rotation 
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autour de « son propre axe » n’a aucun sens. En mécanique quantique, 
Pauli a proposé de remplacer l’image concrète de la rotation d’une 
particule élémentaire dans l’espace à trois dimensions par des sym- 
boles mathématiques abstraits représentant des groupes de rotations. 

Selon Dirac, la tâche principale de la science physique consiste 
non pas à nous fournir des images concrètes, mais à formuler des lois 
qui régissent les phénomènes et à utiliser ces lois pour la découverte 
de nouveaux phénomènes. 

Si une particule possède un spin, sa fonction d'onde complète W 
doit déterminer non seulement la probabilité de différentes locali- 
sations spatiales de cette particule mais également la probabilité 
de différentes orientations possibles de son spin par rapport à une 
direction préférentielle quelconque (si elle existe). D’après Pauli, pour 
la description de la « dualité quantique » de l'électron il faut avoir 
recours à une fonction Ÿ propre à deux composantes indépendantes 
Y, et W_: 


Wi(z, y,2,t 
0. d (3.291) 


Si la projection du spin de l’électron dans un état donné est 
orientée dans l'espace suivant la direction préférentielle, alors 
Y, = 1et Y_ — 0. Quand la projection du spin est dirigée dans le 
sens opposé, Y_ — 1 et W, — 0. Dans le cas général la fonction 
d'onde de l’électron se décrit par la superposition de ces deux états. 
Ainsi, en plus de trois coordonnées d'espace il convient d'introduire 
la « coordonnée » de spin s qui peut prendre une de deux valeurs 
selon l'orientation de la projection du spin. La coordonnée s étant 
indépendante des coordonnées d'espace, la fonction d'onde complète 
de l’état stationnaire de l’électron peut être représentée comme le 
produit d’une fonction d'onde dépendant des coordonnées ordinaires 
par une fonction d'onde dépendant de la « coordonnée » de spin: 


Vo (£a Ys 2 5) = Ÿo (x, y, 2) x (s). (3.292) 


Une variable dynamique caractérisant le spin est constituée par 
le vecteur spin s dont les projections sur les axes cartésiens sont 
Sxr Sy et s.. Le module | s | de ce vecteur se détermine par le moment 
cinétique intrinsèque. En mécanique quantique, an vecteur s cor- 


respond un opérateur s qui s'applique aux fonctions d’onde Y, 
et W_ sans agir sur les coordonnées ordinaires et le temps, c’est-à-dire 
seulement à la « coordonnée » de spin s. Cet opérateur transforme les 
fonctions Y, et Y. l’une en l’autre. 


Equation de Dirac.— La théorie quantique de l’électron de Pauli ne tient 
pas compte des effets relativistes dont le rôle devient considérable lorsque la 
vitesse de mouvement v de la particule microscopique s'approche de la vitesse 
de la lumière c. Or, en physique atomique et nucléaire, ainsi que dans la techni- 
que électronique, on a souvent affaire à des vitesses comparables à celle de la 
lumière. Pour que la théorie quantique du mouvement des particules microscopi- 
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ques tienne compte des principes de la relativité restreinte, elle doit tout d’abord 
être invariante par rapport aux transformations de Lorent: qui ont, dans le cas 
d'un mouvement unidimensionnel suivant l’axe z, la forme suivante: 


RE LA = 2'—=: 
z'= VTC =y, 2'=3:, (3.293) 
PT 
= ——— 3.294 
V1—(/c} Lg, 


Examinons le mouvement d'un électron libre (en l'absence de champ électro- 
magnétique) en tenant compte des degrés de liberté internes de la particule 
elle-même. Pour U = 0, l'équation d'onde ordinaire, non relativiste, de Schrü- 
dinger s'écrit sous la forme 


en ter AN GP 
is ot  _ 2moi ( o1® Toy ‘ où le (3.295) 
in = RT, (3.295a) 


où H est l'opérateur d'énergie (hamiltonien) quantique. 

On voit que l'équation de Schrédinger fait intervenir une dérivée première 
par rapport au temps et des dérivées secondes par rapport aux coordonnées, 
c'est-à-dire que les coordonnées z, y, z et le temps t y figurent d'une façon 
asymétrique, bien que dans la théorie de la relativité ils jouent des rôles similai- 
res sous beaucoup de rapports. L'équation d’onde relativiste de Dirac doit donc 
faire intervenir d'une même manière les coordonnées et le temps, ce qui signifie 


N 


qu'elle ne doit contenir que des dérivées premières par rapport à x, y, zett. 
Par conséquent, l’hamiltonien /{ doit être linéaire par rapport aux opérateurs 


" Q 
PRE ES 


où k = 1, 2, 3 (c'est-à-dire que 1 = x, 2 = y, rs = 2), et à l'opérateur 


où E—inô/ot; z4 = ict (ct = ro). 
La méthode de « linéarisation » de l'opérateur d'énergie a été proposée par 
Dirac. Elle consiste à écrire l’hamiltonien d’une particule sous forme opération- 


nelle linéaire en px et Pa: 

H=@1Ppx+Gapy+ asp: + (3.296) 
et à déterminer ensuite les opérateurs inconnus & et = ay 4 qui sont indépen- 
dants de p., py et p- @). Vu que pour un électron libre tous les points de l’espace 
sont équivalents, les opérateurs œet sont également indépendants des coordon- 


nées r, y et z. Les opérateurs a et f doivent agir sur certaines variables internes 
de l’électron, dont l'équation de Schrôdinger ne dépendait pas. Pour mettre en 


G) Une telle méthode de linéarisation est équivalente à une extraction symbo- 
lique d'une racine carrée de la fonction d'Hamilton H. 
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évidence ces variables, examinons l'expression relativiste pour l'énergie totale 
d’une particule [v. formule (1.11)]: 


etc} pi+pitpi tm - (3.297) 


Mais ce n’est rien d’autre que l’hamiltonien H d’un électron en mouvement 
libre. Elevons au carré l’expression (3.297), il vient 


Îe = et (p2+ pi + pa) + mis. (3.298) 
Puis élevons au carré l'expression (3.296), ce qui donne: 
H2 = G{p2+ G3p2 + G8p2 + Ê°+ (Gide + G20) PaPy + 
+ (GG 3 + Gs@1) PyP: + (Gsa + Gs2)P:Py + 
+ (F4 a) px (GaB+ Îce) Py + (Gal + Bas) P:. (3.299) 


Cette expression se confond avec (3.298) si les relations suivantes sont 
satisfaites : 


at=ai= ac, (3.300) 

f2 = mic, (3.301) 
antom=0 (GEA), (3.302) 
GB + Bai =0, (3.303) 


où i = 1, 2, 3. 
Au lieu des opérateurs « il est commode d'introduire des opérateurs qui leur 
sont proportionnels & et p: 
da = cP101» G= CP102 QU —= CP10% La = Am —=Ps. 3.304) 
Pour satisfaire aux relations (3.302) et (3.303), les opérateurs Pr et Pa doi- 
vent anticommuter mutuellement (1) et être indépendants de ©, c'est-à-dire 


commuter avec ©. Le carré de chacun des opérateurs 6 doit être égal à l'unité. 
Dans ces conditions l’hamiltonien (3.296) prend la forme 


À = (Ga Px-+ Ge Py + GaP:)+ Gmmoec? == Pr (01Px-+0aPy+03P:)-HPamoect. (3.305) 
A l’aide des opérateurs ainsi introduits, l'équation du mouvement d'une 
particule libre (3.295a), invariante du point de vue relativiste, peut mainte- 
nant s’écrire sous forme linéaire: 
0Y A nn A À CES PS 
ih 57 = [cp (O1Px + 02Py + 03P:)+Pamoec®] Y. (3.306) 


C'est l'équation de Dirac pour un électron libre. Elle peut se mettre sous une 
forme plus compacte:. 


0Ÿ A Aù a 
ih a °C [P1 (OP) +Psmoec] Y, (3.307) 


« Pour plus de détails, voir par exemple [7]. 
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si l’on introduit un opérateur vecteur 


6 = i01 + j02 + kOs. (3.308) 


La fonction d'onde constituant la solution de l'équation d'onde de Dirac 
(3.307) doit dans ce cas comporter quatre composantes : 


Yom] Y: | (3.309) 


En introduisant dans l'équation (3.306) les matrices à quatre lignes, c’est-à- 
dire Les opérateurs &;, &:, &s et &; = &m, On obtient quatre équations contenant 
quatre fonctions d'onde inconnues. La fonction d'onde à quatre composantes 
(3.309) s'appelle bispineur de Dirac. En appliquant la règle de multiplication des 
matrices, on peut écrire l'équation de Dirac (3.307) sous la forme de quatre 
équations « entrelacées » pour une fonction d'onde spinorielle: 


CX 4 « a à 
RUE = (Deby) Pa+eB st moe Vin | 
. 0Ye EE A Re 1.2 
il = C(Px+ iPy) Va— cp Fat mocc? Vas 
(3.310) 
. 3 æ “+ A ee 
ik ET (Px—ipy) Ye+cpzV1— moe Vas 
0Y A A A 
35 (Pat iPy) ich: Va— moe Vs. | 


Onjpeut montrer que cette forme de l'équation de Dirac se conserve effecti- 
vement lors des transformations de Lorentz. 

Résolution de l'équation de Dirac pour une particule libre. — Pour un 
électron libre la fonction d'onde doit être une onde plane: 


Y = Yo(z, Vs 2 s) exp (—tet/A), (3.311) 
où 
ui 
Yo= _ exp (i pr/#), (3.312) 
3 
us 


Uj, Us. Us, U4 Sont des composantes constantes du bispineur. 
Éa introduisant (3.311) dans (3.310), on obtient les équations pour la 
détermination des u;: 


Eu =C(Px—{Py) Ua +CP:us + Mmoec?u1s 

Eus=C(px+iPy) Us—CPzua + Moec?urs (3.313) 
Eus=C (Px—iPy) Us CPzU1 —Moec?us, 

eus =C(Px+iPy) U1—CPzu2—Moectuss - 


où l'opérateur iñd/0t est remplacé par &. 
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Ainsi, nous avons obtenu un système de quatre équations algébriques homo- 
gène par rapport à quatre constantes inconnues u;. Cherchons la solution de ce 
système en annulant son déterminant : ‘ 


E — Mac? 0 — CP: —C(Px—ipy) 
0 € — MmoeC® C(Px+ iPy) — CP: 
a Ets | =0, (3.314) 
CPz C(Px—ipy) Er Moec” 0 
c(Px+iPy) — CP: 0 E + mgec? 


qui peut être mis, compte tenu de (3.308), sous une forme plus compacte: 


E— moeC® — cop 
es =0. (3.315) 
—CcOP  E+ moec? 
D'où 
e® — mec — c? (op}°. (3.316) 


Des propriétés des matrices il résulte que (op}° = p°. Ainsi les valeurs pro- 
pres de l'énergie de l'équation de Dirac sont égales à 


e=+ Vmécitceipt (3.317) 


On voit que pour chaque valeur de l'impulsion p les valeurs positive et né- 
gative de l'énergie sont doublement dégénérées. Ceci signifie qu’en l'absence de 
champ extérieur l'énergie d’un électron ne dépend pas de l'orientation de son 
spin dont la projection sur un axe donné peut prendre deux valeurs (+#/2). 
Comme il a été indiqué au $ 1.3, la double valeur de l'énergie s'explique par le 
fait que l'équation de Dirac décrit non seulement l'état d'un électron, mais éga- 
lement celui de son antiparticule, c'est-à-dire du positron. 

Moment magnétique d'un électron.— La valeur du spin et du moment 
magnétique intrinsèque d'un électron peut être déterminée à partir de l'équation 
de Dirac sans adopter aucune hypothèse supplémentaire. A cet effet, généralisons 
cette équation au cas du mouvement de la particule dans un champ électroma- 
gnétique extérieur décrit par un potentiel vecteur A et un potentiel scalaire U. 


Dans ce cas il convient de remplacer l'opérateur de l'impulsion Ph = —ih0/0rg 


par l'opérateur (px — eAy/c) et d'ajouter à l'opérateur À l'énergie potentielle 
U = eY. L'équation de Dirac (3.307) prend alors la forme suivante: 


0Y = A sa A 
il TH — [ ca (» > _ ) +eV + moe | Yÿ. (3.318) 


La charge de l'électron étant négative, nous écrirons par la suite —|e| au 
lieu de e. Mettons l'équation (3.318) sous la forme suivante: 


h 90 A à a le] a a 
[(+ le v) +cp18 (o + Li) +Bsmoec® | Y—0 (3319) 
Faisons agir sur les deux membres de cette équation l'opérateur 
1 h 9 sata, lel a 
+ (+ 7e v) +18 (5+ ÉLA) +éomocct |. 
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Compte tenu des relations de permutation pour les opérateurs 6 et pu) 
et de la relation entre #% et 5, A et V: 
= 1 JA 
€é—= —grad == PTE 
Fé= rot A, 
on obtient l'équation de Dirac sous la forme 
a lel 41° 1 ki f) .\2, see let À A —— 
[(8+ À) = — (ie v) + mie + — (ox) — 


c c? 
del à 


ms pr P1 68) | v=0. (3.320) 


Si on néglige les deux derniers termes, cette équation coïncide avec l’équa- 
tion du mouvement de la dynamique relativiste appelée équation de Klein-Gor- 
don-Fock : 

(.. à :\° - : lel F2 5 

(in — el v) Ye? — inv+ À) W-im$ciW, (3.321) 
qui décrit le mouvement des particules microscopiques dépourvues de spin (par 
exemple, des mésons x). On montre que lorsque c —> œ, l'équation (3.321) se 
transforme en équation de Schrôdinger. Vu que les zéros d’énergie en théorie de 
la relativité et en physique non relativiste diffèrent de m9c°. la fonction d'onde 
tent la solution de l'équation de Klein-Gordon-Fock doit s’écrire sous 
a forme 


Ya, t)= Y'(z, t) exp (—imoct/h). (3.322) 
En introduisant l'expression (3.322) dans l'équation (3.321), on obtient 
; « 9Ÿ°  92W° se RO" Laine 
2ilmoc® ——— k° TE 2 lel 14 (mort +in Le) + e272Y = 


a ($ +de à À W'. (3.323) 


En divisant les deux membres de l'équation (3.323) par 2m0c° et en passant 

à la limite c —+ ©, on obtient l'équation d'onde de Schrüdinger pour un électron 
placé dans un champ électromagnétique: 
CL 2 

ik = HW", (3.324) 


où À — 7 (° + Le là)" — Je] Vest l’hamiltonien ordinaire pour une 
mo [4 
particule soumise à un champ. 

La résolution du problème du mouvement d'un électron dans l'atome 
d'hydrogène à l’aide de l'équation (3.321) (pour une énergie potentielle égale à 
Lel V= —e/r) donne l'expression suivante pour les valeurs propres de l'éner- 
gie: 


TS 
F PR = + = > ° 

372 2 

] L(-2-+)+(: ++) V1- mr | 


(3.325) 
Q) Pour plus de détails, voir par exemple [7]. 
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lei, — e?/hc — 1/137,02 est la constante de structure fine : » le nombre quanti- 
que principal; ! le nombre quantique orbital. 

En développant E,, en série suivant les puissances du petit paramètre sans 
dimensions & et en ne gardant que les trois premiers termes, on obtient 


Enr= mec? [1— LE + LE(S re }+... [= 


2n® 2nt V4  1+1/2 
& 2 __ MoctŸZ? | moeetZi (is 9 
APRES 2hEn? 2hicëns V4 1+1/2 }+ -.. (8.326) 


Cette expression diffère de la formule (3.278) obtenue à partir de l'équation 
de Schrüdinger par la présence du premier terme qui exprime l'énergie de l'élec- 
tron au repos et du troisième terme qui traduit la correction relativiste apportée 
dans l'équation ordinaire de Schrôdinger pour l’énergie de l'électron dans l’ato- 
me d'hydrogène. A remarquer que dans l'expression ces) la dégénérescence 
coulombienne accidentelle par rapport au nombre l est levée grâce à la perturba- 
tion provoquée par la variation de la masse en fonction de la vitesse. Ainsi, la 

rise en compte de la correction relativiste conduit à l'apparition d’une structure 
ine du spectre, c'est-à-dire à la décomposition des niveaux d'énergie de l'ato- 
me (1h). 

La structure fine du spectre d'énergie observée expérimentalement est de 
l'ordre de grandeur de celle qui est prévue par la formule (3.326), mais n’est pas 
exactement égale à cette dernière. La différence s'explique par ce que l'équation 
(3.321) ne tient pas compte du spin de l’électron. 

Revenons maintenant à l'interprétation physique de deux derniers termes 
de l'équation (3.320) qui n’interviennent pas dans l'équation (3.321). Introdui- 
sons dans l'équation de Dirac NP la fonction d'onde Y sous la forme (3.311) 
qui est sa solution. Séparons l'énergie au repos m.c° de l'énergie totale € en 
utilisant pour l’énergie totale Æ au sens non relativiste la désignation déjà 
rencontrée auparavant £ = e — mo.c°. En divisant par 2m. l'équation ainsi 
obtenue, écrivons le résultat définitif (2 : 


A 
La (8 + — À) lel V— (p #) (58) | Vo 
PT ui cemlR 
D 


Mol? 


Yo. (3.327) 


où sont introduites les désignations suivantes: 


mn els nee 9 
Le Dm o=—Hp0, (3.328) 
= ip, Le = ip co (3.329) 
Mio 1HBO. .32 


&) La correction relativiste à apporter dans la valeur de l'énergie de l'élec- 
tron dans un atome hydrogénoïde a été calculée pour la première fois en 1916 
par Sommerfeld qui a complété les conclusions de l’ancienne théorie quantique 
de Bohr par la variation de la masse de l’électron en fonction de la vitesse lors 
de son mouvement dans le champ coulombien du noyau, qui est régi par les 


conditions de quantification de Bohr-Sommerfeld : Ÿ mor dr = nh et 


Ÿmoertdp = njh. Dans ce cas la trajectoire suivie par l'électron est une ellipse 


précessionnant (mouvement sur une « rosace » plane). 
(2) On suppose au cours de ces transformations que 9U/àt = 0, c’est-à-dire 
que U est indépendante de t. 
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Dans le cas non relativiste Eu < c), le deuxième terme au second membre 
de l’équation (3.327) peut être négligé, car E + | e | V  mo.c®. Cette équation 
devient alors 

lel 2 


1 » 2 = = 
[a+ rer au ]nerr. 630 


2m9e \ 


Elle diffère de l'équation de Schrüdinger (3.324) pour une particule soumise 
à un champ électromagnétique par la présence de deux termes supplémentaires. 
Le premier de ces termes traduit l'énergie d'interaction entre le moment magné- 
tique intrinsèque pi, de l'électron, égal en valeur absolue au magnéton de Bobr 
up, et le chAnpassetque extérieur . Pour la première fois, ce terme a été 
introduit dans l'équation de Schrédinger par Pauli avant que Dirac ait dévelop- 
pé sa théorie. De l'équation de Dirac il découle automatiquement, ce qui est 
un avantage des plus importants de la théorie de Dirac. Dans une théorie encore 
plus exacte qui tient compte des corrections de rayonnement (1) (Schwinger, 
1948), on montre que le moment magnétique de l’électron est légèrement supé- 
rieur au magnéton de Bohr: 


eh 1 2 : 
me (ta) (+). FAN 


1e —= 
Fs° Dmçec 


D'après les résultats des calculs effectués par la suite 
= (14 —0 328 2) — 1,00115964 (3.332) 
ls = BB 27 Mr T — À HUB. . 


Cette valeur de u, est en bon accord avec les expériences faites à l’aide de 
méthodes de radiospectroscopie (v. $ 6.9). 

Interaction spin-orbite.— De l’équation de Dirac il résulte également que 
l'hamiltonien qui caractérise l’énergie d’un électron comporte un terme supplé- 
mentaire p'# lié à une interaction dite spin-orbite. Ce terme représente l'énergie 
d'interaction entre le dipôle magnétique de spin en mouvement et le champ 
électrique. Pour un électron au repos, la valeur moyenne de pu, est nulle. Pour 
un électron libre en mouvement, à condition que ms.c® > ÆE et moec° > U, la 
fonction d’onde stationnaire a, en vertu des expressions (3.312) et (3.313), la 
forme d’un spineur: 


An 


=(, } expt—iprin)= per 


Vo (r). (3.333) 


Compte tenu des expressions (3.329) et (3.333), le terme supplémentaire de 
Dirac figurant dans l’hamiltonien de l'équation de Schridinger prend la forme 
suivante: 


w8) (3 )= umo BR = TÉLÉ (60 (Gp). (3.334) 
En utilisant l'égalité 
(68) (op) = Ep + io [6p]. (3.335) 
mettons le second membre de l'équation (3.334) sous la forme 
| lelñ =  Lelñ à 
Tuméees PP nées 0 l'éPl- (3.336) 


() Ces corrections sont dues à l'interaction de l'électron avec le champ 
électromagnétique (l’émission et l'absorption de photons virtuels et la polarisa- 
tion du vide, c’est-à-dire la création de paires virtuelles électron-positron). 
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Ici, le premier terme représente la correction relativiste, indépendante du 
spin, à l'énergie d’une particule en mouvement dans un champ électrique. Le 
deuxième terme caractérise l'interaction spin-orbite. Remarquons que cette 
interaction peut être considérée comme l’énergie du moment magnétique de 
spin upo dans un champ magnétique efficace ess produit par une charge électri- 
que en mouvement (1): 

1 


MoeC 


Mert = (ep) = + [év], (3.337y 


de plus, comme il se doit, cette énergie est automatiquement réduite de moitié 

(correction de Thomas). L'ancienne théorie quantique ne pouvait pas expliquer 

l'origine de cette correction. Il résulte donc de l'équation de Dirac que le rapport 

RS rRNAEnEtIquE (facteur g) est deux fois plus grand pour les moments propres 
e l’électron que pour un mouvement ordinaire (orbital). 


Considérons un champ électrostatique à centre de symétrie 


“PV LES (3.338) 


Dans ce cas l’opérateur d'interaction spin-orbite s'écrit 


en _ delh +, dV ht dv? 
Ha = Zngerr UP = ner ar 1S (8.389) 


où 1 = {rp] est l'opérateur de moment orbital de l'électron; S = ho/?, 


l'opérateur de moment de spin. 
L'expression (3.339) peut être utilisée pour le calcul de la cor- 
rection à apporter aux niveaux d'énergie de l'atome d'hydrogène. 


L'énergie potentielle coulombienne étant dans ce cas U (r) — —e*/r, 
l'expression (3.339) prend la forme 
a lie? an 
H = RE Is. (3.340) 


Ainsi, de l'équation de Dirac résulte que l'énergie de l'électron 
dans l’atome d'hydrogène dépend non seulement du nombre quan- 
tique principal, comme c'était prévu par l'équation de Schrüdinger, 
et non seulement des nombres quantiques nr et !. comme ceci décou- 
lait de l'équation de Klein-Gordon-Fock, mais également de l'orien- 
tation mutuelle du spin s par rapport au moment orbital 1. En vertu 
de l’expression (3.340) l'énergie de l’électron est différente selon que 
le spin et le moment orbital sont parallèles ou antiparallèles, car 
cette expression fait intervenir le produit scalaire Is (dans le cas. 


de l’orientation parallèle cos (is) = 1{, alors que dans celui de l'orien- 


tation antiparallèle cos (Is) = —1). Ceci signifie que tous les niveaux 
d'énergie des atomes hydrogénoïdes à ! => 0 doivent ètre des doublets. 
(v. $ 6.1). Ces conclusions théoriques sont en excellent accord avec 


(1) Dans l’ancienne théorie de Bohr on attribuait au mouvement orbital 
d’un électron dans l'atome un moment magnétique Hng = HBAy égal au moment 
d'un certain «circuit parcouru par un courant», c'est-à-dire au moment magné- 
tique de l’« orbite » suivie par l’électron. 
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l'expérience. Le calcul de l'énergie d l’électron dans l'atome d'hy- 
drogène donne: 


2 
E = _ moeC 
/ a2Z° 


_. RE RE RSE E  rPr 
FO DT 


— 2 _ Z°moett Z'moce® 3 1 
Gi CR 2k°n° ETNETE (5 i+1:2 ] Hess (3.341) 


à 


où j est le nombre quantique interne qui détermine (en unités À) la 
valeur du moment cinétique total (sans tenir compte du spin du 
noyau (1). Le moment total de l’électron est la somme du moment 
propre (spin) p, de l’électron et de son moment orbital p;. En se 
servant du « modèle vectoriel » de l'atome. on peut écrire 


P; = P: + Ps, (3.342) 
ou encore 


j=1+s. (3.343) 


Par conséquent, pour des nombres L et s donnés, le nombre quan- 
tique interne j peut prendre les valeurs suivantes: ÿj = [+ s, L + 
+ s—1...., |[ —s1[|. Lorsque ! = 0, le nombre j ne peut avoir 
qu'une seule valeur j :-= 1/2. Pour ! + 0. le moment total de l'élec- 
tron j = l + 1,2. 

Pour un atome comprenant plusieurs électrons, le moment total 
{en unités À) est égal, conformément aux règles du modèle vectoriel, à 


J=L+S, (3.344) 


N 
où L = Il; est le moment orbital total de tous les électrons; 
= 1 
N 
S = Ÿ s; le spin total (Y étant le nombre d'électrons dans l’atome)®. 
i= 
Ainsi. les niveaux d'énergie de l'atome dépendent non seule- 
ment de # mais également de j, c'est-à-dire que la dégénérescence 
accidentelle (coulombienne) des niveaux est levée par l'interaction 
spin-orbite. La structure fine du spectre atomique calculée au moyen 
de la formule (3.341) est en bon accord avec les résultats des mesures 
spectroscopiques (fig. 3.26). 


(1) La prise en compte du spin du noyau (s’il n’est pas nul) fait apparaître 
une interaction spin-spin entre le noyau et l'électron qui conduit à une structure 
hyperfine des spectres atomiques (v. & 6.9). 

() Une telle règle d’addition des moments n'est valable que dans le cas du 
<ouplage dit normal ou couplage LS (pour plus de détails, voir $8 6.2 et 6.3). 
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Pourtant la dégénérescence n’est levée que partiellement : selon 
la théorie de Dirac les niveaux ayant les mêmes valeurs des nombres 
quantiques net j mais des va- 
leurs différentes de { — j + 1/2 sont 02-10 cm 
deux fois mutuellement dégéné- 
rés(). Compte tenu de l'interaction 
spin-orbite, les niveaux de l’atome 
d'hydrogène sont désignés par les 
symboles suivants: As (2Si,:, 
2Pire): 2Pares (Sie, BPire) (BPare 
Sd»). 3dsyo, et ainsi de suite. 
Les symboles mis entre parenthèses 
correspondent à des états dégéné- 
rés. Comme le montre l'expression 
(3.341). les énergies des états 2s; 
et 2p,;, de l'atome d'hydrogène 
doivent être exactement égales 
l’une à l'autre. Les seuls états non dégénérés sont ceux (par exem- 
ple. 2°p47.) pour lesquels le nombre j prend la valeur maximale 
pour le nombre quantique nr donné (v. fig. 3.26).. 


Fig. 3.26 


$ 3.14. Principe de superposition d’états 


Au cours des paragraphes qui précèdent nous avons examiné 
les états stationnaires possibles d’une particule microscopique placée 
dans divers champs de force. Lorsqu'une particule liée effectue un 
mouvement fini, les valeurs que son énergie prend dans divers puits 
de potentiel sont quantifiées. Dans l’état fondamental, non excité 
(n == 1). un système quantique peut se trouver pendant un lemps 
infiniment long jusqu’à ce qu'il reçoive une énergie AE = E, —_E, 
suffisante pour le faire passer au premier (7 — 2) ou à un plus haut 
niveau excité. La durée de vie t dans un état excité est finie car tout 
système tend à revenir. dès que l’action de la force d'excitation cesse, 
dans l’état d'énergie minimale. L’excès d'énergie lors du passage du 
niveau supérieur E, au niveau inférieur Æ, se dégage sous forme d’une 
portion d'énergie électromagnétique hw,, -= E, — E:. 

La mécanique quantique permet de décrire non seulement des 
états stationnaires, normaux et excités, des systèmes microscopiques. 
mais également leurs états transitoires (mirtes ou superposés) qui 
apparaissent au cours du passage de la particule d’un état stationnaire 
dans un autre (fig. 3.27) La connaissance des fonctions d’onde de tels 
états permet de calculer les probabilités de passage des particules 
d’un niveau d'énergie discret à un autre ou d’un niveau discret dé- 
terminé vers l’état de spectre continu. Il est évident que les passages 


@) En réalité, cette dégénérescence est levée par l'interaction de l’électron 
avec le vide de champ électromagnétique, c'est-à-dire grâce aux corrections de 
radiation (déplacement Lamb) qui ne sont pas prises en compte à l’approxima- 
tion de l’électron unique. Les lignes en traits interrompus sur la fig. 3.26 mon- 
trent la position des niveaux sans tenir compte de l’effet Lamb. 
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s'accompagnant d’une augmentation de l'énergie du système (ab- 
sorption) ne peuvent être que des transitions forcées (induites), alors 
que des passages inverses peuvent être aussi bien forcés (émission 
induite ou stimulée) que spontanés (émission spontanée) (). 

A l'état mixte, au cours de la transition de la particule entre 
des niveaux discrets déterminés, la fonction d'onde représente une 
E, superposition des fonctions d'onde 
Ke propres des états stationnaires : 


Vlr, = a (t) or) exp (— iet/h), 
: (3.345) 


i 
eZ z où a, (t) sont des coefficients. dépen- 
[es (4) par le)" dant du temps, du développement de 
| 
| 
| 


Un 


Ï 
| 
la fonction d'onde mixte suivant les 
| fonctions d'onde propres du système 
| microscopique quantique (2. 
Dans le cas des transitions entre 
les niveaux d’un spectre continu la 
À | E 7? fonction d'onde s'écrit 


2 2 
Sel nee Y(r, t) — 


= ( a(e, t) Pole, t)exp(—iet/h) de. 
ë (3.346) 


Fig. 3.27 Les expressions (3.345) et (3.346) 
constituent la formulation mathé- 

matique du principe de superposition d'états en mécanique quan- 
tique. Lorsqu'une particule est dans un état superposé, son énergie 


G) En réalité aucune transition spontanée ne peut se produire dans un systè- 
me quantique (de même que dans tout système classique). Les transitions spon- 
tanées sont elles-mêmes en certain sens « forcées » parce qu'elles s'effectuent sous 
l’action des oscillations zéro du champ électromagnétique (v. $8 3.10 et 4.2). 

(3) En mécanique classique, on exprime d’une manière analogue l'état 
complexe des oscillations d’une corde de longueur L pouvant osciller avec une 
fréquence propre &, (note fondamentale) et des harmoniques 260, 30, . 
... RO: 

oo 
S (x, t)= D son (1) sin (2xnr/Ao) exp (—iwont), 
Domi 
où son (t) sont les amplitudes de vibrations caractérisant la contribution apportée 
par des harmoniques monochromatiques distincts à l'état superposé complexe. 
Ainsi, dans des états intermédiaires, la corde vibre à la fois à plusieurs fréquen- 
ces de différentes amplitudes. Dans ces conditions, l'amplitude diminue pour 
les uns des types de vibrations et augmente pour les autres. Par exemple, la 
corde peut émettre au début un son de fréquence deux fois plus grande que 
celle de la note fondamentale et, ensuite, au bout d’un certain temps. un son 
correspondant à la fréquence fondamentale w,, c'est-à-dire à la plus grande 
longueur d'onde À, = 2L. 
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n'a pas de valeur déterminée. Nous avons déjà rencontré de tels 
états lors de l'étude du mouvement des paquets d'ondes de de Broglie 
[v. expressions (3.9) à (3.11)]. Le. fait que ces expressions, de même 
que les formules (3.345) et (3.346), contiennent plusieurs coefficients 
non nuls a, (t) ou a (e, t) signifie l’absence réelle d’une énergie défi- 
nie de façon univoque dans un état mixte et non pas une non-con- 
naissance de la « valeur vraie de l’énergie ». Si l’on mesure, à l’aide 
d'un dispostif quelconque, l'énergie d’une particule quantique se 
trouvant dans un état mixte, le processus de la mesure lui-même 
supprime la superposition: sous l’action de la perturbation la par- 
ticule passera à l’un des états stationnaires. La probabilité de pré- 
sence de la particule dans un état d'énergie E, ou dans un intervalle 
d'énergies de & à e + de, c’est-à-dire la fonction de distribution de la 
particule selon son énergie, est définie par les carrés des modules des 
coefficients de superposition correspondant à ces états: 


W (Ens t) = an (t)an(t) = la, (t) F (3.347) 
ou 
We, e+ de, t)— ae, t)a*(e, t) de. (8.348) 


Il est évident que la probabilité de passage à l’un quelconque 
de tous les états d'énergie possibles doit être égale à l'unité. On peut 
donc écrire pour un spectre discontinu 


2 a, (t)añ (t)— 1, (3.349) 


pour un spectre continu 


co 


fac, tha*(e, t)de 1, (3.350) 
€o 


et pour un spectre mixte 


D le (@i+ | le(e, D1Pde-1. (3.351) 
n=1 7] 


Ces relations constituent en fait les conditions de normalisation 
de la fonction d'onde qui décrit un état superposé. 

Examinons un état représentant la superposition de deux états 
quantiques d'énergies e; et e,. La fonction d'onde correspondante 
s'écrit 

iejt itpt 


V(r, t)=as(t)tos(r)e ? +as(t)Yon(r)e * . (3.352) 
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La fonction de distribution pour cette superposition s'obtient 
à partir de l'expression (3.352) en la multipliant par son conjugué: 


We 0 vvs- [api +ato que +] 


ie ;t ie, t 
ES EN h_ 
X [at (the " “ar (those ? ] = a; Vo;f 0; + CnakVon on + 
: 


î 
—— (8,;-Ee,)f —(e;-e,)t = 
+ajaëVotoue ! PK afartéjtone” JU, (3.353) 


Les deux premiers termes de la formule (3.353) sont indépendants 
du temps. Ils caractérisent la probabilité de présence de la particule 
soit dans l’état j, soit dans l'état k. Tout dépend des conditions 
initiales. Si par exemple le système était à l'instant t — 0 dans l'état 
j, alors a; (0) = 1 et a, (0) — 0. Puis ces coefficients varient dans 
le temps suivant une loi déterminée, de sorte qu'à un certain instant 
t=t;onaa;(t;) = 0 et ay (t,) = 1 (fig. 3.28, a). La fonction de 

distribution (3.353) fait intervenir 
anft) elle aussi deux termes périodique- 
1 ment oscillant avec une pulsation 


Ojn — (e; — En)/R. (3.354) 


égale à la différence des pulsa- 
tions des fonctions d'onde VW (t) 


0 
des deux états stationnaires 
# (2) (fig. 3.28, b). 
Dans le cas d'un mouvement 
C : non relativiste (© € c). on a €; Æ 


& moi + EE; et ex & moi + 
+ En. Dans ce cas les pulsations 


ts 
ft] des oscillations sont données par 
0 : la formule 
Ojn —= (Œ; D En)/h = Oj — g. 
6) (3.354a) 
Fig. 3.28 Remarquons que les fréquen- 


ces émises par un atome peuvent 
être considérées de façon formelle comme des fréquences des batte- 
ments quantiques de deux types d'oscillations (modes) d’un « nuage 
électronique » oscillant. À ce point de vue, toutes les raies émises 
par les atomes représentent les fréquences caractéristiques des batte- 
ments intermodes de leurs fonctions d’onde propres. 
En électrodynamique classique, l'intensité instantanée du rayon- 
nement (puissance instantanée) d'un dipôle électrique est définie 
par la formule 


I (t) = 2 | d [#/3c9 = 24] r [?/3c4, (3.355) 
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où d'(t) = e;r (t) est le moment électrique dipolaire d'une particule 
oscillante de charge e; [dans le cas d’un système constitué de ÿ char- 


ges « ponctuelles » oscillantes identiques d (t) = > er; (t)]. 
J 


Si la fonction d ({) varie suivant une loi harmonique d (t) = 
= d, cos wf, l'intensité moyenne (puissance moyenne) du rayonne- 
ment pendant une période est égale à 

(1) = w\d/3c, (3.356) 
car (cos wt) — 1/2. 

Dans un atome, l’électron ne peut pas se trouver en un point 
déterminé de l’espace. Sa fonction de distribution W; (r, t) forme 
un « nuage électronique » chargé négativement et oscillant autour 
d'un noyau chargé positivement et peu mobile. En plaçant l’origine 
des coordonnées au noyau de l'atome, on peut écrire l’analogue 
quantique du moment électrique dipolaire de l'atome: 


di(=e [rW(r, 1) W(r, t) dir. (3.357) 

Cette expression traduit la moyenne du moment électrique dipo- 
laire de l’atome sur les états quantiques de l’électron décrits par la 
fonction d'onde Y (r, t). 

La fonction d'onde d’un état pur (stationnaire) d'énergie déter- 
minée étant W;(r, t) = V9; exp (—iejt/h), le moment électrique du 
dipôle sera, en vertu de (3.357), indépendant du temps et donc, 
comme il en résulte de (3.355), l'émission de l'atome dans un tel 
état sera nulle. Cette conclusion est en parfait accord avec les lois 
de l'électrodynamique et n'est pas liée aux postulats supplé- 
mentaires de la théorie de Bohr relatifs à certaines orbites « station- 
naires » sélectionnées sur lesquelles l'émission de l’électron est nulle 
(second postulat de Bohr). Ainsi, la mécanique quantique résout 
aisément le paradoxe des électrons animés d’un mouvement accéléré 
mais non radiants. 

Proposons-nous de calculer maintenant le moment électrique 
dipolaire d’un électron se trouvant dans un état superposé décrit 
par la fonction d’onde (3.352) et la fonction de distribution (3.353): 


d(#) = ayaÿe À roy (r) 84 (r) dr + auaie | ro (r) x (9) dr + 
+ ajaïe exp | —(E,— En) t] | rte (r) pô (n) dr + 
+afaeexp[+(E;—E)t] Î mp3, (r) Vox (r) dir. (3.358) 
Cette expression peut s'écrire sous une forme plus compacte: 
d(t)= a;aÿd,,+ ayaïd,, + a jaïd;, exp [ + (£E;,— E,) e] + 
+ aja,d,;exp [+ (E;—E,) «| , (3.359) 
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où nous avons noté 
dyx = € | rbos(r) vx (x) dr. (3.360) 


Les projections de l’amplitude du moment électrique dipolaire 
sur les axes cartésiens x, y, z ont pour valeurs respectives : 


d=Xn=e Î os (x) Vox (x) dir, (3.361) 
d=Yn=e | her (r) Von (r) dr, (3.3612) 
d=Z7n=e Ï 2bos (r) Ÿôa (x) dir, (8.361b) 


où z=rsinÔcosp, y =rsin dsinp, z=rcosê (fig. 3.20). 

Toutes ces intégrales représentent des éléments dits matriciels du 
moment électrique dipolaire er (projections moyennes sur différentes 
combinaisons d’états quantiques 1,, et x du moment dipolaire de 
l'électron d, = ex, d, = ey et d, = e). 

Comme le montre l'expression (3.359), le moment électrique 
dipolaire de l’atome dans un état mixte comprend des termes variant 
à la fréquence wy = £E; — E,, c'est-à-dire à la fréquence exacte- 
ment égale à celle postulée dans la théorie de Bohr (condition des 
fréquences de Bohr) dans l'hypothèse où l'électron émet une énergie 
Rojx = E; — E, en « sautant » d’une orbite sur une autre et non 
en suivant une orbite. Les conclusions de la mécanique quantique 
non seulement n'exigent pas d’« abroger » les lois de l’électrodyna- 
mique, comme c'était le cas de l’ancienne théorie quantique, mais 
sont en plein accord avec ces lois. 

En plus de la condition des fréquences possibles, les expressions 
(3.358) et (3.359) permettent d'obtenir des règles dites de sélection 
qui définissent l'intensité de rayonnement à une fréquence donnée 
@jy ainsi que des renseignements sur la polarisation du rayonne- 
ment (1), Comme le montre la formule classique (3.356), l'intensité 


() Dans la théorie de Bohr, les règles de sélection ne pouvaient s'obtenir 
qu'à l’aide du passage à la limite à un spectre quasi continu, c'est-à-dire à de 
très grands nombres quantiques n permettant d'utiliser le principe de corres- 
pondance. Dans la région de nr © 1, on peut admettre que la variation du nombre 
quantique principal » est égale à celle du numéro An de l’harmonique de la fré- 
quence du mouvement orbital. Dans ces conditions, les différences finies A (E/ñ%) 
coïncident poemes avec les dérivées d/dn [E (n})/ñ] An, c'est-à-dire que les 
lois spectrales exprimées par le postulat de Bohr coincident avec celles prévues 
par les équations de Fe roomemique Dans la région de petites valeurs de n 
(fréquences élevées des transitions) la théorie de Bohr ne s'accorde pas avec 
l'électrodynamique, mais il existe une certaine correspondance qui consiste en 
ce que dans la théorie classique les fréquences des oscillations ©, = ©, = 
= © = 0H/0J; = Es (+). où J; = ê P; dgj, alors qu’en théorie quantique 
Onyeno = (E1 — Es) = A (END). 
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du rayonnement Z est proportionnelle au carré du moment électrique 
du dipôle et à la quatrième puissance de la fréquence. Si le moment 
du dipôle est nul, il n’y a pas de rayonnement. 

La valeur du moment électrique dipolaire dépend du type de 
symétrie (parité) de la fonction d'onde des états initial et final. Si 
l’on examine, par exemple, la superposition des fonctions d'onde de 
deux états s différents dans l'atome d'hydrogène, l'intégrale (3.360) 
sera nulle. En effet, pour tous les états s, les fonctions d'onde sont 
à symétrie sphérique, c’est-à-dire des fonctions paires des coordon- 
nées; par suite, les fonctions à intégrer rpos (r) Pos (r), ainsi que 
les fonctions mp. (r) #64 (r) et rpose (r) Ÿôs2 (r) figurant dans (3.360) 
seront impaires. L'intégration d’une telle fonction sur tout l’espace 
donne zéro. car à tout terme de coordonnée +r se trouvant sous le 
signe somme correspond un même terme mais de signe contraire 
correspondant à la coordonnée —r. Tous ces termes sous le signe som- 
me se nentralisent mutuellement deux à deux. Ainsi, bien que la 
fonction de distribution W (r, t) varie périodiquement dans le temps, 
la superposition des états quantiques de même parité (A! — O0) 
annule les moments électriques des dipôles, donc, à l’approximation 
dipolaire, les transitions entre ces états sont interdites. Les transi- 
tions pour lesquelles À ! — +2 (c'est-à-dire les transitions entre les 
états s et d) sont elles aussi interdites à cette approximation. Par 
contre. dans le cas de la superposition des états s et p (AI — +1), 
les moments des dipôles d,, entre ces états sont non nuls. Au cours 
de telles transitions, de même qu’au cours de toutes les transitions 
à Al = +1. par exemple entre les états p et d, l'émission d'un rayon- 
nement devient possible. 

Indiquons des calculs élémentaires des moments électriques 
dipolaires de l'atome d'hydrogène faisant appel aux fonctions d'onde 
propres. 

Dans des états caractérisés par les nombres quantiques n, L 
et m, la fonction d'onde de l’électron dans l'atome d'hydrogène se 
définit par la formule (3.282): 


Yo (r) = R6D = RL (r) PT (cos ®) exp (im), (3.362) 


dans laquelle R! (r) sont les polynômes de Laguerre et P7 (cos 8) 
les polynômes de Legendre. 

Examinons la superposition de cet état et d’un autre état carac- 
térisé par les nombres quantiques #’, !’ et m’ et calculons la pro- 
jection du moment électrique dipolaire de l'atome sur une certaine 
direction physiquement déterminée dans l’espace (sur l'axe z par 
exemple) ®. En introduisant (3.362) dans (3.361) et en tenant compte 


G@) La dégénérescence par rapport au nombre quantique magnétique m 
n'est levée qu'en présence d'une direction physiquement réalisée (par exemple, 
en présence d’un champ magnétique infiniment faible). 
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que z=rcos 8 et dr — r°dQdr = r° sin 6dôdpdr, on obtient 


ht 
«-.]] 


r3 cos 8 sin 8R,1Rar PT PT X 


CT 


xXexpli(nm—m')] dr dû d. (3.363) 


On voit que pour Am = (m — m’') & 0 cette intégrale s'annule. 
En effet, les facteurs R,, (r) et PT (cos 8) sont réels, alors que le 
facteur exp [i (m — m’) ] est une fonction périodique de q dont 
l'intégration dans l'intervalle de 0 à 2x donne zéro. L'intégrale sera 
différente de zéro si la fonction à intégrer est indépendante de , 
ce qui n’est possible que pour (m — m') — Am = 0. Ceci signifie 
que les transitions entre des états pour lesquels Am = 0 sont per- 
mises. 

Pour la projection du moment électrique dipolaire sur l’axe x 
on obtient, compte tenu que x = r sin Ÿ cos @ = r sin @ [(ei? + 
+ e-iv)/2], l'expression suivante: 

d.— | rSsin?8R,. Ra PPT x 
0 


tn 


CEE" 
CE 


X [eitm-m'+1)9Leitm-m-110] gr d8 de. (3.364) 


La projection de ce moment sur l'axe y s'écrit, compte tenu que 
y = r sin Ÿ sin q = r sin ® [(ei9 — e-iv)/'2il, 


F1 

| |rsin 8RuR,:PTPE x 

0 0 

X [eitm-m'+D9_eitm-m'-1o] gr d8 dp. (3.365) 


Les intégrales (3.364) et (3.365) sont non nulles pour m — m' — 
=+1, c'est-à-dire pour Am — +1. Ainsi, la règle de sélection du 
nombre quantique magnétique m qui caractérise la projection du 
moment angulaire orbital sur une direction donnée stipule que l’émis- 
sion d’un rayonnement n’est possible que dans les transitions entre 
des états pour lesquels 


Am = 0, +1. (3.366) 


L'émission correspondant à d, æ 0, c’est-à-dire à la condition 
Am = 0, s'appelle la composante x (d; — d, = 0). A la condition 
Am — +1Â correspondent des composantes ot (d, = d, 0) qui 
diffèrent par leur polarisation. La composante x est due à la com- 
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posante z du moment électrique du dipüle d orientée suivant le 
champ magnétique 4. Ceci correspond à l'émission d'un rayonne- 
ment polarisé rectilignement dont le diagramme directionnel est. 
représenté sur la fig. 3.29. Ainsi, l’in- 
tensité du rayonnement ayant la pola- 
risation x est maximale dans une di- 
rection perpendiculaire à Æ£ et nulle 
suivant 4. Les projections des moments 
électriques des dipôles d, et d, perpen- 
diculaires entre elles et possédant les 
mêmes fréquences d'oscillations s’ajou- 
tent pour donner des polarisations o+ 
avec la rotation du vecteur € autour de 
la direction &£, à droite (o-) ou à gauche Fig. 3.29 
(o*) selon le déphasage relatif des oscil- 
lations suivant les axes x et y. Comme le montrent les expres- 
sions (3.364) et (3.365), les projections d, et d, diffèrent par le 
facteur i. Par suite, le déphasage entre les oscillations des projec- 
tions du moment dipolaire sur les axes : et y est égal à n/2 (pour 
Am = —1) ou à —n/2 (pour Am = +1). 

Proposons-nous maintenant d'obtenir la règle de sélection du 
nombre quantique orbital !. Posons m = m’ dans l'expression 
(3.363), il vient 


œo 
=e | [récos sin 8R,.:RswPTPT dr dd. (3.367) 
A 


Prenons l” AE uniquement sur Ÿ, qui détermine le caractère 
du « mouvement orbital » de la particule, après avoir introduit au 
préalable une nouvelle variable E — cos à 


+1 
\ EPT (#) PT (€) dë. (3.368) 
21 


La théorie des fonctions de Legendre donne pour les fonctions 


successives Pr, P",, P®., la formule récurrente suivante: 


PO= RES Pr + Pr, ® = 
= APT. (E)+ BP. (3.369) 


Compte tenu de l'expression (3.369), l'intégrale (3.368) peut 
s'écrire sous la forme 


+1 
Î EPR (APR, + BPT.) dE. (3.370) 


-1 
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Les fonctions de Legendre P" étant orthogonales [v. condition 
(3.42) d'orthonormalisation de la fonction d'onde], on voit que 
l'intégrale (3.370) n'est différente de zéro que pour } =! 1. 


Ceci nous donne la règle de sélection du nombre quantique orbital: 
AI = +1. (3.371) 


On peut montrer que la même condition découle de l'examen de 
deux autres projections (d, et d,) du moment électrique dipolaire 
sur les axes x et y. Comme le confirment les calculs, les intégrales 
de la formel] 


œ 


À SR (r) Ra (r) dr (3.372) 


e. 


=] 


sont pour A! — +1 non nulles quelles que soient les valeurs de la 
différence n° — n = An. Ceci signifie que le nombre quantique 
principal peut varier de n'importe quel nombre d'unités, c'est-à-dire 
qu'il n'est astreint à aucune règle de sélection. 

En toute rigueur, les règles de sélection que nous venons de décrire 
ne sont applicables qu’à l'émission des dipôles électriques lorsqu'on 
peut négliger le retard de l'interaction électromagnétique sur une 
distance de l'ordre de grandeur des dimensions atomiques par suite 
de la valeur finie de la vitesse de la lumière. Cette condition est 
réalisée de façon tout à fait satisfaisante dans le domaine optique 
vu que la longueur d'onde de la lumière Ajym est nettement plus 
grande (de quatre ou cinq ordres de grandeur) que les dimensions 
atomiques. Dans le cas des spectres des rayons X pour lesquels la 
valeur de À, est comparable aux dimensions de l'atome, des fransi- 
tions quadrupolaires peuvent devenir elles aussi permises. Le moment 
quadrupolaire d'un système de charges Q}4 est un tenseur symétrique : 

Q>q = 7 ej(3T»Ta —Opgr?), (3.373) 
où p et g sont les indices des composantes du tenseur dans lequel 
les éléments diagonaux (p = g) sont nuls. 

Les éléments matriciels des transitions quadrupolaires repré- 
sentent la moyenne de Q,, sur les fonctions d'onde correspondantes : 


Qn= | (600 vid. (3.374) 


La quantité eQ; sera non nulle si ; et x sont des fonctions 
d'onde paires ou impaires toutes les deux. car, comme le montre 
l'expression (3.373), le moment quadrupolaire Q,, est une fonction 
paire. c'est-à-dire varie comme le carré des coordonnées. Dans ce 
cas les transitions à Al — 0, +2 seront permises, alors que les tran- 
sitions avec A! — +1 seront interdites. La probabilité de transi- 
tions liées à des moments quadrupolaires dans le domaine optique 
est (Aum/78)° Æ 10% à 106 fois plus faible que la probabilité de tran- 
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sitions dipolaires. Dans le domaine des rayons X ce rapport sera 105 
à 10* fois plus grand que dans les spectres optiques. C’est pourquoi 
des raies dites « interdites » sont’ plus fréquentes dans des spectres 
des rayons X. En spectroscopie, on utilise une règle de sélection 
générale qui découle de l'analyse qui précède et porte le nom de 
règle de Laporte: les transitions dipolaires sont possibles entre des 
états quantiques pairs et impairs et interdites pour des combinaisons 
d'états de même parité. Par contre, des transitions quadrupolaires 
sont permises entre des états de même parité et interdites entre des 
états de parités différentes. 


$ 3.15. Théorie des perturbations 


Les problèmes de mécanique quantique ne peuvent être résolus 
de façon exacte que dans des cas relativement peu nombreux. Comme 
nous l'avons vu plus haut, l'équation stationnaire de Schrôdinger 
pour une particule peut se résoudre exactement par exemple pour le 
potentiel d’un oscillateur harmonique, le puits de potentiel rectan- 
gulaire et le potentiel coulombien. Dans bien des cas, l'équation 
stationnaire de Schrôdinger pour une particule ne peut pas être 
exactement résolue pour des potentiels qui se rencontrent en pra- 
tique. Pour des problèmes non stationnaires et ceux à plusieurs par- 
ticules la situation est encore plus compliquée. C'est pourquoi les 
problèmes réels de mécanique quantique sont généralement résolus 
par différentes méthodes approchées. Dans ce qui suit nous décrivons 
l’une de telles méthodes, à savoir la théorie ou le calcul des perturba- 
tions. On pourra trouver la description des autres méthodes dans de 
nombreuses monographies consacrées à la mécanique quantique. 

Si l'équation complète de Schrôdinger comprend des termes de 
différents ordres de grandeur, on peut la simplifier, en négligeant les 
petites quantités, de telle sorte qu'elle possède une solution exacte. 
En introduisant cette solution exacte de l'équation simplifiée de 
Schrôdinger dans l'équation complète, on peut calculer les petites 
corrections liées à des termes initialement rejetés. La théorie des 
perturbations fournit justement la méthode générale de calcul de 
ces petites corrections. 

Perturbations indépendantes du temps. — Supposons que le sys- 
tème à étudier se décrive par un hamiltonien de la forme 


H =, +, (3.375) 


où H” est l’opérateur de perturbation. c'est-à-dire un terme à ajouter 
à l’hamiltonien non perturbé }X,. 


Examinons d'abord le cas où les hamiltoniens À et H' ne dépen- 
dent pas du temps, de façon explicite, et le spectre de valeurs pro- 


pres de l'opérateur À, est discret et exactement connu. Ceci signifie 


155 


que la solution ‘e l'équation de Schrôdinger en l'absence de pertur- 
bations 


HS) = Et) (3.376) 


est considérée comme connue (. Ecrivons maintenant l'équation 
de Schrôdinger compte tenu de la perturbation: 


(Ao + À) = Ev, (3.377) 


où w est la fonction d'onde cherchée; E sont les valeurs propres de 
l'hamiltonien perturbé. 

Ecrivons la fonction d'onde cherchée sous forme du développe- 
ment suivant les fonctions d'onde #9): 


p= D Cnte (3.378) 
m 
et introduisons-la dans la formule (3.377), il vient 
DCE +H')to => CET. (3.379) 
m m 


Multiplions les deux membres de l'équation (3.379) par y{t)", 


intégrons-la sur un élément de « volume » dg dans l’espace gq de con- 
figuration et tenons compte de la condition d'orthonormalisation 
de la fonction d’onde (3.42), il vient 


(E— Ex) Cr ou 2 H ymCm (3.380) 


Him = | VA" 40 dy (3.381) 


est la matrice de l'opérateur de perturbation. 
Les coefficients inconnus C,, et les valeurs propres cherchées 


de l’opérateur À peuvent être représentés par les séries suivantes : 


Cm = C9 + CD + CE +... (3.382) 
E=EO+EW+EG + .... (3.383) 


Ici, Ci} et EU) sont les termes du même ordre de petitesse que la 


perturbation À"; CE et EU), les termes du deuxième ordre de peti- 
tesse, etc. 
Si l’on ne garde dans les séries (3.382) et (3.383) que les termes 
du premier ordre de petitesse, on obtient pour les corrections de la 
G) Ici, les fonctions d'onde #’ et les valeurs propres £’ sont des solutions 
de l'équation de Schrüdinger pour l'état », correspondant à une approrimation 
dite d'ordre zéro. Symboliquement ceci est désigné par l'indice supérieur (0). 
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fonction d'onde propre et de la valeur propre de n-ième état (CY? — 
= 1, C}' = 0 pour m# n) les expressions suivantes: 


Cn = CP + CP, (3.384) 
E = E® + E. (3.385) 


En portant ces valeurs de C, et Æ, dans l'équation (3.380) et 
en négligeant les termes du second ordre de petitesse, on trouve pour 
k=n: 


EU) = Î A0) À pO dg. (3.386) 


Ceci signifie qu’à l’approximation du premier ordre la correction 
à appliquer sur EŸ est égale à la perturbation H’ prise en valeur 
moyenne sur l’état décrit par les fonctions d'onde non perturbées. 
Pour 4  n on déduit de l’équation (3.380) 
ci = TUE (3.387) 
Le coefficient C;!’ reste dans ce cas arbitraire. Il doit être choisi 
de telle sorte que la fonction d'onde 4, = }” + y}}' soit normée 
à des termes du premier ordre de petitesse près. Si l'on prend Ci! — 
— 0, la correction à l’approximation du premier ordre à appliquer 
à la fonction d'onde aura la forme. 


He CPP Dre We (3.388) 


m 


Ici, le prime qui affecte le signe somme signifie que le terme avec 
m = n doit être omis. Compte tenu de l'expression (3.388) le carré 
du module de la fonction d'onde perturbée |} + 1h}! |? différera 
de l'unité par une quantité du deuxième ordre de petitesse. La valeur 
de +} devant être une petite contribution à ÿ}”', la condition d'ap- 
plicabilité du calcul des perturbations peut s’écrire, comme il résulte 
de (3.388). sous la forme d’une inégalité 


lHin | <|Er — En |. (3.389) 


Ceci signifie que la théorie des perturbations est applicable si 
les différences entre les niveaux non perturbés du système sont beau- 
coup plus petites que les éléments matriciels de la perturbation. 
A l'approximation du deuxième ordre on a 


Cx = CP + CE + CP, (3.390) 
E = ES + ES + ES. (3.390a) 


En introduisant ces expressions dans l’équation (3.380) et en ne 
considérant que les termes du deuxième ordre de petitesse, on obtient 
pour À = n: 


EC =  HamCn. (3.391) 
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En tenant compte de la formule (3.387), en posant & = m et 
Cr’ = 1 et eu égard à l’hermiticité de l'opérateur À (Hnn = Him), 
on tire de (3.391) la correction du deuxième ordre à appliquer à l'éner- 
gie de l’état non perturbé: 

Ep 5 mn (3.392) 
m 


ED ES * 


On voit que cette correction est toujours négative si l’on entend 
par énergie E l’état normal du système ayant l'énergie minimale. 
En utilisant la même procédure, on peut calculer les corrections 
à l’approximation du troisième ordre, du quatrième ordre et d’un 
ordre plus élevé. Dans le cas des perturbations des niveaux d’un 
système à spectre mixte il faut ajouter aux sommes sur les états dis- 
crets les intégrales sur le spectre de valeurs continues. Ce faisant, 
dans le domaine des valeurs continues de l'énergie on calcule par la 
méthode de la théorie des perturbations seulement les corrections 
à apporter à la fonction d'onde et non celles pour les valeurs propres. 

Une petite perturbation peut être constituée par exemple par 
l’énergie potentielle U de la particule dans un faible champ exté- 
rieur (dans un puits de potentiel peu profond). Dans ces conditions 
la fonction d’onde non perturbée représente la fonction d'onde d’une 
particule en mouvement libre et le spectre d'énergie est continu. La 
condition (3.389) d’applicabilité de la théorie des perturbations 
prend alors la forme suivante: 


IUI<E = h/mue, (3.393) 


où £ est l'énergie cinétique de la particule et d la dimension linéaire 
du puits de potentiel. 

Dans un tel puits de potentiel, les états liés, c’est-à-dire des états 
d'énergie négative, n'existent pas en général. Le terme correctif 
à ajouter à la fonction d’onde étant #1) € {°, la fonction d'onde 
perturbée 1 = 49 + 49 = Cte +4) ne s’annule nulle part 
lorsque E = 0. Le fait que la fonction d'onde ne comporte pas de 
nœuds signifie que dans le puits de potentiel des états de £ << 0 
ne se forment pas, c’est-à-dire que le mouvement de la particule 
a un caractère infini. Dans un puits de potentiel à une ou à deux 
dimensions, une des dimensions ou les deux sont infinies. Il est évi- 
dent que pour de tels puits la condition (3.393) ne peut pas être 
réalisée, de sorte que la conclusion sur l'absence d'états liés dans 
un puits de potentiel peu profond est inapplicable aux cas à une ou 
deux dimensions. 

” Si un système non perturbé possède des niveaux d'énergie dégéné- 
rés, la perturbation « lève » totalement la dégénérescence ou diminue 
sa multiplicité. La dégénérescence signifie qu'à une même valeur 
de l'énergie E{* correspondent plusieurs états quantiques différents 


0» (0) 
Pn s Pr 
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Le terme correctif à l’approximation du premier ordre de la 
théorie des perturbations peut être calculé pour un niveau dégénéré 
à partir du système d’équations.homogènes pour C{” analogues à 
l'équation (3.380): 


E (Han —EV6nne) Ci? = 0. (3.394) 


En annulant le déterminant de ce système: 
Han! — Era 1=0, (3.395} 


on obtient une équation dite séculaire. 
A l'approximation du deuxième ordre les termes correctifs se 
calculent à partir d’une équation séculaire de la forme 


HnmE y 
| 2 PT De E6, — 0. (3.396) 


Perturbations PR du temps. — Examinons le cas où la per- 
turbation est une fonction explicite du temps: 


À = H, + À’ (b. (3.397) 


Il est évident que dans ce cas le système considéré absorbe ou 
rayonne de l'énergie, c'est-à-dire que l’énergie ne se conserve pas et 
donc parler des corrections quelconques des valeurs propres de l’éner- 
gie n’a pas de sens. On peut seulement calculer les fonctions d'onde 
approchées Y (r, t) du système en utilisant à cet effet le dév eloppe- 
ment suivant les fonctions d’onde stationnaires Yi (r, t) du système. 
non perturbé 


W(r, t)= DL (t) Pi (r, t), (3.398) 


où les coefficients a; (t) sont des fonctions du temps. Cette fonction 
d'onde doit être solution de l'équation de Schrôdinger (3.38a) avec 
un hamiltonien de la forme (3.397): 


ih = (+ A) Ÿ. (3.399) 


Les fonctions d'onde des états stationnaires satisfont à l'équation 
de Schrôüdinger pour H° = 0: 


LES 
: (3.400) 


Introduisons l'expression PE dans (3.399) et tenons compte de 
(3.400), il vient 


ih ù yo PE 2 a HP. (3.401). 
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Multiplions les deux membres de cette équation par la fonction 
d'onde stationnaire conjuguée complexe de m-ième état Wu)” — 
= Ÿô$m (r) exp (iEnt/hk) et intégrons sur tout l'espace. On obtient 
alors, compte tenu de l’orthonormalisation des fonctions d'onde, 
un système d'équations différentielles linéaires : 


hi Em EN Hu (4) an (0), (3.402) 


Hi (D = j yo À! Vi” dg= mn" | ph Ah dq = mem 


sont les éléments matriciels de l'opérateur de perturbation. Le fac- 
teur temporel exp (iw,,t) représente une oscillation harmonique 
de pulsation ou, = (En — E%"'}/k. De plus, les éléments matriciels 
Hu peuvent eux aussi dépendre de façon explicite du temps. 

L'intensilé de rayonnement ou d’absorption de l'énergie par le 
système quantique dépend de la vitesse de variation des coefficients 
da, (t) dt. Plus grande est la valeur absolue de cette vitesse | da,,/dt |, 
plus forte est l'intensité. 

Supposons qu'avant d'être soumis à une perturbation le système 
se trouve dans un état stationnaire j. [l est évident que pour une telle 
condition initiale aj°” = a; (0) = 1. aÿ” = ay (0) = 0 pour k Æj 
{v. fig. 3.28. a). Pour calouter la fonction d'onde du système à l’ap- 
proximation du premier ordre de la théorie des perturbations posons 
an (t) = a + a%. Puis, introduisons a, (t) dans le système (3.402) 
et ne gardons dans son second membre que les termes du premier 
QUE de petitesse (c'est-à-dire négligeons H, ja; par rapport à H,;). 
Il vient 


in < = Hi (0. (3.403) 


Cette équation différentielle n’est valable que pour le stade 
initial du processus de passage de l’état j à l'état k, lorsque af 1. 

En intégrant l'équation (3.403), on obtient le coefficient ah 
nécessaire à la détermination de la fonction d'onde à l'approxima- 
tion du premier ordre: 


aÿ= À f Hs dt=—+ | Hijefn' dt. (3.404) 


Ici, le second indice du coefficient désigne celle des fonctions d'onde 
non perturbées pour laquelle on calcule le terme correctif; les limites 
d'intégration dépendent des conditions concrètes du problème. 

Il est évident que la probabilité de passage du système de l'état 
initial j à l’état final # (transition j — k) dans l'intervalle de temps 
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—o à oo sera déterminée par le carré du module du coefficient 
correspondant figurant dans (3.398): 


# 
co 


+ 
[ Aetutatf. (3.405) 


. 1 
WG+h= + 


Dans le cas d’une perturbation suffisamment lente (adiabatique), 


lorsque la valeur de H° (t) varie faiblement pendant une période 
d'oscillations w5}, l'intégrale tendra vers zéro, car la fonction à inté- 
grer est une fonction exp (iwy.t) alternée rapidement oscillante. Ceci 
signifie que dans le cas d’une perturbation adiabatique le système 
conservera son état si, avant d’être perturbé, il se trouvait dans un 
état stationnaire non dégénéré. 

Examinons, à titre d'exemple, l’action sur l’état d’un électron 
dans l’atome d’une onde lumineuse polarisée rectilignement dont 
le vecteur champ électrique homogène est orienté suivant l’axe x: 


Lx = Eox COS Ot= es (eivt + cut), (3.406) 

où 6,+ est l'amplitude de l'intensité du champ. 
A l'approximation du dipôle électrique l’opérateur d'énergie de 
perturbation représente l'énergie potentielle ôU (r, t) dans ce champ 


si les dimensions de l'atome sont beaucoup plus petites que la lon- 
gueur d’onde lumineuse Ajum : 


H'= OU (r, t)=ef,z=— “02 (oivt+e-iet), (3.407) 
Les éléments matriciels de l'opérateur d'énergie s’écrivent 


Huy Miy= | Vôx (SU (r, #) Vol) dr, (8.408) 


ou encore 


Miy= se (eivt + e-ivt) X,,, (3.409) 


Xe | piste dr (3.410) 


est la projection sur l'axe x du moment électrique dipolaire de l’élec- 
tron prise en valeur moyenne sur les états dont la fonction d’onde 
est une superposition des fonctions d'onde 4 (r) et ÿo;(r). 

Pour ce cas l'équation (3.403) s'écrit sous la forme 


da 


= — 9 Eon La Le to Letter ot) (3.441) 
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L'intégration de l'équation (3.411) dans l'intervalle de O0 à t 
donne 
ax” (t) = — GoxX) see ES PS D RS 
2h CNET Of —0 
Considérons des intervalles suffisamment petits de l’action de la 
perturbation, c'est-à-dire t € (w;; — w)”!. Dans ce cas exp [i (ox; — 
— &)t] & 1 + i (wo; — ©) t. En négligeant le premier terme entre 
crochets de l'équation (3.412) par rapport au second (dans le domaine 
optique, c’est-à-dire lorsque © — 1015 s-1, l'expression entre crochets 
n'est non nulle que si 6 Æ wx), on obtient 


ao (5) æ — Hot à, (3.413) 


|: (3.412) 


La probabilité de la transition j — k se détermine à l’approxi- 
mation du premier ordre par le carré du module du coefficient af! (+): 


W(j=#) = |aÿ” or=#kQure, (3.414) 


On voit que la probabilité de trouver, au bout d’un temps t, 
dans l’état À un électron qui se trouvait dans l’état j est différente 
de zéro si sont réalisées deux conditions: 1) X:; Æ 0; 2) © Æ ox. 
La première de ces conditions signifie que la transition ne doit pas 
être interdite par les règles de sélection (v. $ 3.14) et la secondestipule 
que les transitions sont possibles seulement sous l’action d’une radia- 
tion résonnante. Dans ce cas la vitesse de la transition ne dépend 
pas de la fréquence de la radiation résonnante appliquée. Elle est 
proportionnelle à la densité d'énergie de l'onde électromagnétique 
(— €5x) et indépendante de la position relative des niveaux d’éner- 
gie E; et E, c’est-à-dire que la vitesse est la même pour la transi- 
tion directe j — k et pour la transition inverse k — j. Ceci découle 
du fait que la matrice de l’opérateur d'énergie d'interaction est her- 
mitienne. 


: CHAPITRE 4 


NOTIONS DE THÉORIE QUANTIQUE DE L’ÉMISSION 
D'ONDES ÉLECTROMAGNÉTIQUES 


$ 4.1. Densité de types d’oscillations dans les cavités 
électromagnétiques. Formule de Planck 


Densité de types d’oscillations dans une cavité résonnante. — Con- 
sidérons un parallélépipède de grandes dimensions à parois métalli- 
ques (fig. 4.1, a). Choisissons la longueur des arêtes L,, L, et L, 


Fig. 4.1 


de telle sorte qu'elle soit beaucoup plus grande que la longueur d'onde 
À = c/v du type d’oscillations du champ électromagnétique dans 
cette cavité, dont la fréquence est la plus basse. En vertu des lois 
qui régissent le spectre du corps noir, un champ électromagnétique 
(ondes électromagnétiques) peut être créé dans une telle « boîte » 
en chauffant par exemple ses parois à une température déterminée 
T >> 0. La source de champ est dans ce cas constituée par les vibra- 
tions thermiques des atomes. En électrodynamique classique, les 
intensités du champ électrique € (r, t) et magnétique é (r, t) 
s'expriment d’après les équations de Maxwell par un potentiel vecteur 
A (r, t): 


7 1 9A 
É = — ps "dt ? (4.1) 


S = rot A. (4.2) 
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Chacune des trois composantes cartésiennes (4,, A,, À.) du 
potentiel vecteur du champ électromagnétique libre satisfait à l’équa- 
tion d'onde 

4 934,(r,t 
VA, (r, t)—+ 24200 2 0, (4.3) 

Quand L,, L,, L, © À, le champ électromagnétique produit 
à l’intérieur de la cavité par l'agitation thermique des atomes peut 
se présenter sous la forme de superposition de différents types d'ondes 
monochromatiques planes, c’est-à-dire par le développement du po- 
tentiel vecteur en série: 

A, t= à 1% (t) exp (ékr), (4.4) 


1, n 
LEP ELPTEL TS y PURE 


AF?(t) = An, ny (0)exp(—iwt); I|k]=2x/À 


est la valeur absolue du vecteur d'onde. 
Les conditions de périodicité des ondes stationnaires le long 
des arêtes de la cavité 
À À À 
L:=n—, L,=n, TZ L=n, + (4.5) 
déterminent une combinaison de valeurs discrètes possibles des com- 
posantes cartésiennes du vecteur d'onde: 


ELA x HA 
Ke= ns Ky= Te lys k, = ZT," _. (4.6) 
où 7:, A7, 2, Sont des entiers positifs (1, 2, 3, ..., 0). . 
En introduisant la série (4.4) dans l'équation d’onde (4.3), on 


obtient une relation dite de dispersion qui lie la pulsation © au vecteur 
d'onde: 


kè + ki + ki = k? = w°/c?. (4.7) 
Comme il s'ensuit de (4.6), chaque type d'oscillations (mode) peut 


être lié à un élément de volume dans l’espace des vecteurs d'onde k 
(au volume de mode): 


Ak= Ak,Ak,Ak,= An,An, (4.8) 


É. dd 
CL zu 7 
Pour L, = L, = L, = L, en tenant compte de ce que les valeurs 


minimales An, — An, — An, = 1, on peut déterminer le volume 
spécifique occupé par un seul mode dans l'espace k: 


x \5 FL dd 
(+) Mar? (4.9) 
OÙ : Vear est le volume de la cavité. 


D 


Le nombre de modes pour lesquels les composantes du vecteur 
d'onde sont comprises dans l'intervalle Ak est égal à 


An=Ar,AnAn,= (2) Ak,Ak,Ak.. (4.10) 

Le système de points correspondant à chaque triplet de nombres 
positifs n,, #7, nr, (à chaque mode) forme un réseau cubique dans 
l'espace des impulsions (fig. 4.1, b). Pour de fortes valeurs de n,, 
ny n, (pour À & L), le nombre de petits cubes sera si grand que le 
volume Ak — Ak,AÂk,Ak, sera égal avec une précision suffisante à 


1/8 de volume d’une sphère de rayon k: 
1/4 
Ak=— (5 aks) ; (4.11) 


En divisant (4.11) par le volume d’un seul mode (4.9) et en te- 
nant compte du fait qu’à chaque valeur de k,, k,. k, correspondent 
deux orientations possibles du vecteur € (vu que toute onde ayant 
une polarisation quelconque, circulaire ou elliptique, peut toujours 
être représentée par la superposition de deux ondes ayant des pola- 
risations rectilignes orthogonales) @), on obtient finalement pour le 
nombre total de modes dans l'intervalle de 0 à k l'expression sui- 
vante: 


a k3Voov _ OV oav a BnvSVeav 
Ne gu = me — (4.12) 


Puisque pour des valeurs élevées de n,, n,, n. l’adjonction d'une 
unité à chacun de ces nombres fait varier très peu la pulsation «, 
comme ceci résulte des expressions (4.6) et (4.7), on peut considérer 
que la pulsation w intervenant dans (4.12) varie de façon quasi con- 
tinue. Aussi, pour déterminer le nombre de types d'oscillations dans 
l'intervalle de © à w© + do (densité de modes), peut-on dériver l’ex- 
pression (4.12) par rapport à la fréquence, ce qui donne 


1  dN(o) _ uw 


POS = Fe 
ou encore 
1 aN iBnv? 


Cette formule coïncide avec l'expression pour la densité de types 
de vibrations acoustiques dans une cavité qui a été obtenue pour la 
première fois par Rayleigh. 


@) Ainsi, on entend par type d'oscillations (mode) donné une onde de pulsa- 
tion ©, de direction de propagation k et de polarisation e,, déterminées, e, étant 
le vecteur de polarisation unitaire, @ l'indice ne pouvant prendre que l’une de 
deux valeurs (x = 1, 2). Le nombre de photons contenus dans un mode donné 
est désigné par nje- 
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Formule de Planck. — La densité d'énergie du rayonnement 
électromagnétique dans une cavité peut se déterminer en multi- 
pliant la densité de modes par l'énergie moyenne (E, ) (T) du champ 
d'un seul mode: 


p (@) = p (uw) (E,) (T). (4.14) 


Si l’on admet, comme on le fait en physique classique, que 
(Es) (T) = ÀT, on obtient pour le rayonnement du corps noir la 
formule de Rayleigh-Jeans: 


p(u)= ETAT, (4.142) 


qui conduit à une contradiction avec l'expérience connue sous le nom 
de « divergence ultraviolette »: à toute température T > 0, p (w) — 
— 00 si & croît indéfiniment (courbe 7 de la fig. 4.2). 

Cette contradiction entre la théorie et l’expérience a été levée 
par l'hypothèse de la discontinuité de l'énergie des oscillateurs 
(Planck, 1900). D'après l'hypothèse de Planck l'énergie d’un oscilla- 
teur élémentaire ne peut prendre que des valeurs discontinues €, — 
= nho = ne, où À est la constante de Planck; e, = fi l'énergie 
minimale de l'oscillateur ; nr = 0, 1, 2, 3, ... L'énergie moyenne 
contenue dans chaque mode peut être calculée en divisant la somme 
des énergies de tous les oscillateurs élémentaires participant au type 
d'oscillations donné par le nombre total d'oscillateurs dans le mode : 


Y Nhnen 
(Eu) = = —. (4.15) 
DEL 
n=0 
Suivant la distribution de Boltzmann en équilibre thermodynami- 
que (v. $ 5.1), le nombre d'’oscillateurs d'énergie e, = ne, est égal à 


Na (T) = N exp (—ne/kT), (4.46) 


où W, est le nombre total d'oscillateurs dans l’état fondamental (non 
excité). c’est-à-dire pour nr = 0. 
En portant (4.16) dans (4.15) et en notant x = exp (—e,/kT), 
on obtient 
LA 1274374... 1/4 —2z)? _ ex 
ÉD Tente. Mo le 


€o 
zi—1° 


Ainsi, l'énergie moyenne d’un mode a pour expression 


ko 


(Es) = xpUo/T) T° (4.17) 


Dans le cas des fréquences très basses ou des températures très 
élevées (io € AT), en développant l’exponentielle figurant au déno- 
minateur de (4.17) en série suivant les puissances de la petite quanti- 
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té (iw/kT) et en ne gardant que les deux premiers termes de ce déve. 
loppement, on obtient exp (%w/kT) & 1 + kw/kT. A cette condi- 
tion la formule (4.17) donne le résultat classique: (£,) (T) = #T. 
Dans l’autre cas limite (wo > AT), en négligeant au dénominateur 
de (4.17) l’unité par rapport à l’exponentielle, on obtient 


(E,) = ho exp (—ñw/kT). (4.18) 


Si l'on introduit (4.18) dans (4.14), on obtient la formule de 
Wien qui est en bon accord avec la courbe expérimentale aux fré- 


pa 10 7J{m3-Hz) 


lumière visible 


cr 
CE | 
= A 
ais 076 Le 


Fig. 4.2 Fig. 4.3 


quences élevées (petites longueurs d'onde À) mais en contradiction 
avec l'expérience dans le domaine d’« ondes longues » du spectre 
(courbe 2 de la fig. 4.2). Dans le cas général, c'est-à-dire dans toute 
l'étendue du spectre d’oscillations électromagnétiques et à toutes les 
températures, la densité de l'énergie dans le spectre du rayonnement 
du corps noir (courbe 3 de la fig. 4.2) obéit à la formule de Planck 


1 


ho? 
P()= ES xpto T1 (4.19) 
ou 
fe 1 
PES ENT > (4.19a) 


que l'on obtient en portant (4.17) dans (4.14). En SI, la densité 
d'énergie s'exprime par J/(m°-H). 

La densité d'énergie du rayonnement peut également se caracté- 
riser par le nombre moyen de quanta que comporte un type d'oscilla- 
tions donné: 


(ne) = Eu = [exp(ñw/kT)— 1]. (4.20) 
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Le nombre (n,, ) s'appelle facteur d'excitation du champ de rayonne- 
ment à une fréquence donnée (1). Compte tenu de (4.20), la formule 
donnant la densité d'énergie du rayonnement (4.14) peut s'écrire 
sous la forme 


p (w) = p (w) (n,) ho. (4.21) 


Autrement dit, la densité d'énergie du rayonnement électroma- 
gnétique dans une cavité résonnante est égale au produit du nombre 
de modes p (w) contenus dans l’unité de volume et l'intervalle unité 
de fréquence par le nombre moyen de quanta dans le mode (n,,) et 
par l'énergie d’un quantum fo. 

Densité de types d’oscillations dans des résonateurs bidimension- 
nel et unidimensionnel. — Dans un résonateur à cavité, p (w) est 
une fonction quadratique de la fréquence (fig. 4.3, a). Lorsque la 
fréquence « s'élève, le spectre se condense, si bien qu'aux fréquences 
très élevées les modes distinctes se recouvrent (par suite de l'élar- 
gissement des raies Aw,,, — w!/? dû aux pertes par effet Joule dans 
les parois du résonateur lorsque & s'élève). Pour un résonateur à 
deux dimensions on a 

AN _ Svw L 
Au (4.22) 
où S est l'aire de la région bidimensionnelle. 

Dans ces conditions, la condensation du spectre avec l’augmen- 
tation de la fréquence suit une loi linéaire (fig. 4.3, b). Pour un ré- 
sonateur à une dimension de longueur L, la condition de résonance 
se présente sous la forme la plus simple : 


L=g+=#o, (4.23) 


où g = 1, 2, 3, ... 
On en tire pour l'écart en fréquence entre les modes 


AG. qui = + AGmin = FT (4.24) 


puisque Ain — 1- Dans ce cas la densité de modes par intervalle 
unité est indépendante de la fréquence (fig. 4.3, c): 


AN 2L 
= (4.25) 


C'est une particularité très importante du résonateur linéaire, qui 
permet de l'utiliser jusqu’en fréquences très élevées comme emmaga- 
sineur à haute surtension de l'énergie du champ électromagnétique 
sur des modes sélectionnés (appelés modes longitudinaux) dans le cir- 
cuit de rétroaction des lasers. 

() Si l'on écrit tous les indices qui caractérisent un mode donné, c'est-à-dire 
(roka) OU (nr), cette quantité déterminera le nombre moyen de quanta dans 
un mode déterminé de w, k et e, donnés. 
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$ 4.2. Onde électromagnétique plane 
considérée comme un oscillateur harmonique virtuel. 
Théorie quantique (photonique) de la lumière 


L'hypothèse de la discontinuité de l'énergie des oscillateurs élec- 
tromagnétiques émise par Planck a conduit Einstein à cette conclu- 
sion que non seulement le rayonnement est émis ou absorbé par des 
quantités discontinues d'énergies appelées quanta kw, mais qu'il se 
propage dans l’espace sous forme de grains d'énergie appelés photons 
(Einstein, 1905). La théorie quantique ou photonique de la lumière 
doit être considérée comme un retour dialectique à la théorie corpuscu- 
laire de Newton. 

Un passage naturel de l’image classique du champ sous forme 
d'onde à l’image quantique est constitué par la représentation de 
l'onde monochromatique donnée par un oscillateur quantique harmo- 
nique (en abrégé OQH) virtuel dont le degré d'’excitation caractérise 
le nombre moyen de photons par mode. 

Considérons une des ondes stationnaires dans le résonateur. Sup- 
posons que la polarisation de cette onde est telle que le vecteur A 
oscille le long de l’axe x, alors que le vecteur d'onde k est orienté 
suivant l’axe z (onde directe) ou dans le sens opposé (onde inverse): 


A(r,t) = n,4, (t) cos (k,z + q) + n,°0 +n,-0, (4.26) 


où n,, n7, n, sont les vecteurs unitaires orientés suivant les axes de 
coordonnées cartésiens; k = w/c le nombre d'onde; q la phase. 
Cherchons, suivant les équations (4.1) et (4.2), les compesantes 


électrique € et magnétique S£ du potentiel vecteur: 
D 


E,— — = À, (t) cos (k,z +), (4.27) 


C 
Æ,y=n,k,4,(t) sin (kez+ p). (4.28) 


L'énergie totale du champ électromagnétique de ce mode est 
donnée par l'intégrale sur le volume de mode Ve: 


. 2 2 . 
E,— 6s:+Hy jy — Vmode (43 + w242). (4.29) 
8xc3 


Cette expression est tout à fait identique à la formule donnant 
l'énergie d’un oscillateur harmonique 


E = (m/2) (g° + w°g°) (4.30) 
si l'on pose g = 4, et 
Mem = Vmode /4NC°. (4.31) 


Il est évident que tout type d’oscillations dans le résonateur peut 
être considéré comme un oscillateur harmonique virtuel dont l’éner- 
gie est donnée par une expression du type (4.30). Puis, en faisant 
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usage des méthodes habituelles de la mécanique quantique, il faut 
imposer à ces oscillateurs les conditions quantiques. 

Comme il a été montré au $ 3.10, les valeurs propres de l’éuer- 
gie d’un oscillateur harmonique linéaire (OHL) ont pour expressions 


E, = h@ (n + 1/2), (4.32) 


où n — 1, 2, 3, ... 

Dans le cas d’un oscillateur électromagnétique virtuel, on doit 
entendre par nr le nombre moyen de photons (r5,) dans un mode 
donné. A la température de zéro absolue des parois du résonateur 
(T = OK), lorsque d'après l'expression (4.20) (ns, ) = 0, l’énergie 
de chaque mode n’est pas nulle. La quantité E, = hw/2 s'appelle 
énergie de point zéro. La sommation de Æ, (&) sur tout le nombre infi- 
niment grand de modes donne un résultat divergent or Eye (@)—+ 

ka 

Lee }: C'est la manifestation d’une des difficultés fondamentales de 
l'électrodynamique quantique qui tient à ce que sa clôture logique 
n'est pas complète. C'est pourquoi, lorsqu'on examine les valeurs 
propres de l'énergie totale du champ dans un résonateur, on tourne 
cette difficulté en omettant tout simplement l'énergie de point zéro 
vu que dans la majorité écrasante des expériences ce n’est pas l’éner- 
gie totale E+ elle-même du champ électromagnétique qui est mesu- 
rée mais seulement l'énergie d’excitation du champ par rapport aux 
oscillations zéro :] 


E = Es— E, = b3 Nrohio. (4.33) 
ka 


En plus de l'énergie £ — hw, chaque photon se caractérise par 
l'impulsion ppnot — #k qui détermine la direction de sa propagation 
et la quantité de mouvement | pyhot | = 2x1h/À = hw/c ainsi que 
par le moment cinétique propre, c'est-à-dire par le spin p, (propriété 
interne du photon, qui remplace la notion classique de polarisation 
de l'onde). Le rôle de la fonction d'onde du photon est joué par le 
vecteur À (r, t) astreint à la condition d’être transversal et équiva- 
lent à un spineur du deuxième rang. La fonction d'onde d’une parti- 
cule de spin s étant, d’après le paragraphe 3.13, l’ensemble des 
(2s + 1) composantes (c'est-à-dire un spineur symétrique de rang 
2s), on doit attribuer au photon un spin égal à l'unité (en unités ki). 
Pourtant on ne perdra pas de vue que le spin du photon ne peut pas 
être considéré comme un moment propre d’une particule au repos car 
pour des photons se propageant avec la vitesse de la lumière les états 
de repos n'existent pas. La projection du spin du photon sur la di- 
rection de son impulsion s'appelle hélicité. 

L'impulsion d’un photon est en principe impossible à mesurer 
d'une manière aussi rapide et précise que l’on voudrait. En effet, à 
partir de la relation d'incertitude 


AEAt= hi (4.34) 
470 


et compte tenu de l'égalité AE = (0E/6p}not) APphot = LA Pphot On 
obtient pour un photon (v = c) 


APphotAt — file. (4.35) 


Quand Ap;hot > 0, la durée de la mesure doit être infiniment 
grande. C’est pourquoi la valeur finie de la vitesse de la lumière ne 
permet pas de décrire le photon à l’aide d’une fonction d'onde dé- 
pendant des impulsions. À partir de la fonction d'onde du photon 
il est impossible de déterminer l'amplitude de la probabilité de sa 
localisation dans l'espace comme ceci se fait généralement en mé- 
canique quantique non relativiste. L'incertitude minimale sur la 
coordonnée du photon est toujours égale à 


Aq lo.d R/À Pphot = fi/mpnotCe (4.36) 


On ne peut donc parler des coordonnées du photon que dans le 
cas classique limite de l'optique géométrique lorsque la longueur 
d'onde um — 1/k — Ag est petite par rapport à d’autres dimen- 
sions caractéristiques. A la limite quantique lorsque À, ne peut 
plus être considérée comme petite devant les inhomogénéités carac- 
téristiques du champ de potentiel, la notion elle-même de coor- 
donnée du photon perd son sens physique. Comme l'impulsion Pphot 
et la coordonnée g du photon sont impossibles à mesurer avec préci- 
sion, ces quantités ne peuvent pas être utilisées comme variables dy- 
namiques dont dépend la fonction d'onde de la particule. 

Dans la théorie quantique du champ électromagnétique, ce sont 
les nombres de photons r;, dans un mode donné ou les nombres 
d'occupation des états qui font office de variables indépendantes. 
En agissant sur les fonctions des nombres d'occupation, les opéra- 
teurs de « création » 4j, ou d’« annihilation » 4j, conduisent respec- 
tivement à une augmentation ou à une diminution de ces nombres 
d’une unité. Ainsi, seules les transitions suivantes sont possibles : 
Pre 7 ke + 1 OÙ yo —> xx — 1. Dans le premier cas les élé- 
ments matriciels de l'opérateur âf, sont différents de zéro et dans 
le second cas ceux de l'opérateur äÿ,. Ces opérations mathématiques 
sont caractéristiques de la méthode dite de seconde quantificationA) 
appliquée dans le cas des systèmes contenant un grand nombre de 
particules identiques. Dans de tels systèmes, on ne peut déterminer 
que les distributions de probabilités de différentes valeurs des nom- 
bres d'occupation, alors que le système lui-même se décrit à l'aide 
d'une fonction d'onde « dans l’espace des nombres d'occupation »: 
® (n,, ne, ..., t). Le carré du module | ® |* caractérise la probabi- 
lité de différents nombres d'occupation des modes n,, ns, . .. 


@) Cette quantification est dite seconde parce que par quantification pre- 
mière on entend la représentation des ondes électromagnétiques planes sous 
forme des oscillateurs quantiques virtuels. 
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$ 4.3. Coefficients d’Einstein d'émission spontanée 
et d'émission stimulée de la lumière 


Envisageons un système quantique à deux niveaux (fig. 4.4, a) 
occupant dans le vide un certain volume protégé contre l’action 
d’un champ électromagnétique. Pour abréger nous appellerons un 
tel système microscopique système u en entendant par là tout système 
quantique (noyau, atome, molécule (®). Si le volume dans lequel 
est placé un système Lu est suffisamment grand et le nombre de sys- 
tèmes u identiques qu’il renferme est tel que les collisions entre 
a) les systèmes et sur les parois peu- 

M vent être négligées, la seule action 

Ez 2 subie par le système pu est celle de 

fwy la part des oscillations zéro du 


TT champ électromagnétique. Si, à 

y l'instant initial t = 0, le système pu 
Es |} ; Lo ps 

è S à se trouvait dans un état excité 2 

d'énergie £, il peut, à l'instant sui- 

No < vant, en tendant vers un mini- 


mum d'énergie, passer sous l’action 
des oscillations zéro à l'état 7, en 
émettant un quantum de lumière 


", d'énergie fw,, = E,— Æ,. Le phé- 

Ë 1 nomène d'émission d'un photon 

par un système u qui passe d’un 

» état à un autre par suite de l'inter- 

E 2 fw, action avec les oscillations zéro 

c) Ar du champ électromagnétique est 

ho appelé émission spontanée de la 
Se ee. lumière. 

pt Qi —, Les processus spontanés ont 

7 un caractère aléatoire parce qu'ils 

Fig. 4.4 sont dus aux fluctuations du champ. 


On peut donc les étudier statis- 
tiquement en examinant le comportement d'un ensemble de systè- 
mes u, c’est-à-dire d’un certain système macroscopique constitué 
d'un grand nombre (W, © 1) de systèmes pu identiques sans interac- 
tion (ou en interaction faible). Pour plus de simplicité un tel systè- 
me macroscopique sera appelé système M. Bien que du fait du carac- 
tère de fluctuations des oscillations zéro du champ il soit impossible 
de dire ce que deviendra un système u donné au bout d’un laps de 
temps dt compris dans l'intervalle de t à t + dt, on peut néanmoins 
introduire pour tout le système M la notion de probabilité de tran- 


G) Un système quantique à deux niveaux est une abstraction, car en prati- 
que il ne se rencontre pas. Des objets quantiques réels (noyaux, atomes, molécu- 
les) sont des systèmes à plusieurs niveaux. Pourtant le modèle à deux niveaux 
s'avère bien commode pour l’étude de l'interaction par résonance entre la ma- 
tière et le rayonnement parce qu'il décrit bien le caractère des processus. 
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sition À,, par unité de temps d’un des systèmes pu de l'état 2 à l’état 7 
(transition 2 — 1): 


dZn = Ado (6) dt, (4.37) 


où dZ;, est le nombre de transitions 2 — 7 dans tout le système M 
pendant le temps dt; N, (t) le nombre de systèmes u se trouvant à 
l'instant t dans l’état 2 (NW, est appelé population du niveau supé- 
rieur). 

La quantité A., qui ne dépend pas du temps et a les dimensions 
s”l est appelée coefficient intégral d'Einstein d'émission spontanée 


(Einstein, 1916). Il est évident que dZ,, — —dN,, sibien quel’équa- 
tion (4.37) peut s'écrire sous la forme 
—aN, = AN, (t) dt. (4.38) 


En intégrant cette équation et en déterminant la constante d’in- 
tégration à partir de la condition initiale (W, (t = 0) = N,0), on 
obtient 

Na (t) = No exp (— Ait). (4.39) 


Cette expression traduit la loi de décroissance de la population 
du niveau supérieur (excité) lors des transitions spontanées que ces 
dernières se produisent entre les niveaux d'énergie d'un noyau ato- 
mique (dans ce cas le coefficient A,, a le sens de constante de désin- 
tégration radioactive), d’un atome ou d'une molécule. 

L’intensité de l'émission spontanée 7;, (puissance de rayonne- 
ment) est égale à l'énergie émise par tout le système M par unité 
de temps au cours des transitions qui se produisent sous l'effet des 
oscillations zéro du champ: 


E A@s1 d 
Ts ()= — + Tr a tn — ANohites xp (— Az). (4.40) 


En notant A:1Wooh@e1 = Isp (0) (Zsp (0) étant la puissance de 
l'émission spontanée à l'instant t — 0), on peut récrire l'expression 
(4.40) sous la forme 


Zep (t) = ep (0) exp (—A sit). (4.41) 


On voit que la puissance instantanée de l'émission spontanée est 
proportionnelle au nombre de particules N,, se trouvant primitive- 
ment dans un état excité, à la différence d'énergie E, — E, et au 
nombre de transitions par unité de temps A, (à la vitesse des tran- 
sitions). Avec le temps, la puissance instantanée du rayonnement dé- 
croît suivant une loi exponentielle (si toute l'énergie émise par le 
système M quitte ce système, c'est-à-dire si les quanta Aw,, ne 
subissent pas d’auto-absorption à l’intérieur du système). 

La durée de vie d’un système pu concret dans l'état supérieur ne 
peut pas être déterminée de façon précise parce qu’il s'agit des 
transitions dues à un champ fluctuant: un système u peut émettre 
un photon à un instant t donné, mais peut également rester dans 
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l'état 2 pendant un temps infiniment long. Pourtant, en calculant 
une moyenne de cette durée pour l’ensemble des systèmes u, on peut 


trouver la durée de vie moyenne *., du système p par rapport à la tran- 
sition spontanée 2 —+ 1. La durée de vie globale de tous les systèmes 
u constituant l’ensemble donné a pour valeur 


= i tA AN, (t) dt. (4.42) 
0 


En introduisant dans (4.42) la valeur de W, (t) tirée de (4.39), 
on obtient 


Tu = = > EN 07 Ant dt =. (4.43) 


Ainsi la durée de vie t,, est l'inverse de la vitesse des transitions 
spontanées. Compte tenu de (4.43), l'expression (4.41) de la puissan- 
ce instantanée peut être mise sous la forme 


Lsp (t) = Lep (0) exp (—1/Tas). (4.44) 


La quantité 4,, (ou v.,) est une caractéristique quantique d’un 
système pu concret. Elle varie de façon substantielle d’un système pu 
à un autre ainsi que d’une transition à une autre entre les niveaux 
d'énergie d'un même système u. La valeur de À,, dépend des carrés 
des éléments matriciels | d, |? des transitions dipolaires (électriques 
ou magnétiques) du système u et des cubes de la fréquence de la 
transition. L'électrodynamique quantique permet de calculer la va- 
leur de À,,. Sans effectuer ici des calculs assez fastidieux, indiquons 
la formule définitive 


A= <nlien, (4.45) 
ou encore 
GAns |de, |? del? 
= Fe z 105 ar. (4.46) 


Pour À, & 0,5um (lumière visible) et d,, & 1 D (1 D (Debye) = 
— 10-# unités CGS), 4,, & 107 s”1, c’est-à-dire que 7, æ 1075. 
Les résultats du calcul sont en bon accord avec l'expérience. 

Ainsi, dans le domaine optique du spectre, la durée de vie moyen- 
ne d’un système dans un état excité pour des transitions spontanées 
permises par les règles de sélection (v. $ 3.14) n’excède pas 107 à 
10-8 s. Si les transitions sont interdites à l’approximation dipolaire 
(| d:, | = 0), la durée de vie accuse une brusque croissance (état mé- 
tastable). 

La valeur finie de la durée de vie t,, du système dans l’état excité 
conduit en vertu de la relation d'incertitude à un élargissement natu- 
rel de tous les états excités d’une quantité de l’ordre de AE, — 
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— hlra (ou Ao, = 7:l). Cet élargissement est appelé élargissement 


naturel d'un niveau. Si le niveau inférieur est fondamental (t — œ), 
AE, = 0. L’élargissement naturel des niveaux conduit à un élar- 
gissement naturel Awn,. des raies spectrales. Si les systèmes u s’entre- 
choquent, la durée de vie du système dans l’état excité devient infé- 
rieure à la durée de vie naturelle, ce qui provoque un élargissement 
supplémentaire dit élargissement collisionnel Aw.n. La valeur de 
A@co —> 0 si la pression p du gaz constitué par les systèmes u tend 
vers Zéro. 

I1 existe encore un mécanisme qui conduit à l’élargissement des 
raies spectrales, c’est l'élargissement dû à la dispersion des vitesses 
des différents systèmes u. Cette dispersion provoque une dispersion 
des fréquences émises par l’ensemble des systèmes pu, car en vertu de 
l'effet Doppler 


&21 = O4 (0) (1 + + cos Ô ) À (4.47) 


où &:1 (0) est la fréquence d'émission d’un système pu au repos; v, 
la vitesse du système u ; Ô l'angle d'observation (angle formé entre 
le vecteur v, et la direction d'observation). 
L'élargissement par effet Doppler disparaît si l’on a affaire à un 
rayonnement de vecteur d'onde k_] v,. car dans ce cas cos à = 0. 
La quantité À,, permet de calculer la puissance de rayonnement 
d'un système pu distinct: 


4 
I= tale, (4.48) 


Il est intéressant de noter que cette formule finale ne fait pas 
intervenir la constante de Planck À et qu'elle ne diffère de la formule 
correspondante de l’électrodynamique classique que par le facteur 4. 
Cette circonstance est une conséquence du principe de correspondance 
général suivant lequel à la limite classique les carrés des éléments 
matriciels des oscillations harmoniques se transforment suivant la 
règle 


Ida 12 +23 + +, (4.49) 


où d, est l'amplitude du moment électrique dipolaire (1). 
() En effet, de par la définition même du carré de la valeur moyenne d'une 
goes physique quelconque et compte tenu de la condition de normalisation 
e la fonction d'onde (3.40) (v. $ 3.3), on a en passant à la limite classique 


ldn1=| [ot dure ar = ir | [ote. as Fer 
v v 2 


Si le moment du dipôle varie suivant une loi harmonique (d (t)— 
= do cos &t), on obtient, compte tenu de ce que cos? out — 1/2, la formtile 
mine Tsp = diwt/3c pour l'intensité moyenne de l'émission spontanée du 
dipôle. 
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Etant régi par les lois statistiques, l'émission spontanée a un 
caractère de bruits. En langage classique, cette émission est incohé- 
rente, c’est-à-dire qu'entre les phases des ondes émises par les diffé- 
rents systèmes u il n'existe pas de relation déterminée. 

Examinons maintenant les processus qui se déroulent dans l’en- 
semble des systèmes u sous l'effet d’un champ électromagnétique 
extérieur résonnant. Supposons que le système pu reçoit des photons 
dont l'énergie f@:, = ÆE — Æ, est exactement égale à la diffé- 
rence d'énergie entre les niveaux de ce système pu (fig. 4.4, b). La 
probabilité de passage de l’état Z à l’état 2 (transition 1 — 2) pen- 
dant un intervalle de temps dt avec émission d'un photon %ow,, est 
proportionnelle au nombre de photons (densité d'énergie du champ 
P« 40) et au nombre W, (t) de systèmes pu se trouvant à l'instant t 
dans l’état inférieur: 


dZis = Barbe (?) dt, (4.50) 


où B,, est le coefficient d'Einstein d'absorption. 
La probabilité d'absorption d’un quantum par le système pu par 
unité de temps a pour valeur 


az 
tar = BP (4.51) 


Waps = Wiy = 
Le processus inverse de l’absorption est l'émission stimulée (indui- 
te) de la lumière. L'hypothèse qu'un tel phénomène existe dans la 
nature a été émise pour la première fois par Einstein (1916). Au 
cours de ce phénomène, le système u se trouvant dans l’état 2 émet 
un photon secondaire #®,, identique au photon primaire qui a pro- 
voqué cette transition (fig. 4.4, c). En plus de la loi de conservation 
de l'énergie les transitions stimulées sont régies par la loi de conser- 
vation de l'impulsion du photon (l'impulsion p,50t2 du photon se- 
condaire est égale en grandeur et en signe à l'impulsion Pphot1 du 
photon primaire) et par la loi de conservation du spin (le spin du 
photon secondaire est égal à celui du photon primaire). Ceci signifie 
que lors des transitions stimulées non seulement la fréquence w., 
reste rigoureusement constante mais se conservent également in- 
changées la direction de propagation et la polarisation de l'onde 
électromagnétique. 
Le nombre de transitions stimulées 2 — 1 effectuées pendant le 
temps df a pour expression 


dZai = BPW; (t) dt, (4.52) 


où B;, est le coefficient d'Einstein d'émission stimulée. 
La probabilité d'émission, par unité de temps, d’un quantum 
par un système pu s'écrit 


Wina = Wa= = B;1P0- (4.53) 


dZai 
Mat)d 
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Les coefficients BB, et B., peuvent se calculer en mécanique 
quantique à l’aide de la théorie des perturbations (v. $ 3.15) ou se 
déterminer à partir de l'expression du coefficient 4., si l’on connaît 
la relation entre les coefficients 4., et B.,. Comme il résulte de l'ex- 
pression (3.414), la probabilité de transitions stimulées est propor- 
tionnelle à la densité de l'énergie du rayonnement tombant sur un 
système u, au temps d’action du rayonnement et au carré de l'élé- 
ment matriciel du moment dipolaire de la transition mais, à la dif- 
férence de À, elle est indépendante de la fréquence de la transition. 


$ 4.4. Etablissement par Einstein de la formule de Planck 


Si un ensemble des systèmes pu est placé à l’intérieur d'un ther- 
mostat dont les parois sont portées à une température 7, un équilibre 
thermodynamique doit s'établir entre le système et le thermostat. 
En plus du système M le thermostat sera le siège d'un rayonnement 
thermique émis par ses parois. 

Einstein a admis comme un postulat que le rayonnement émis et 
absorbé par un système M doit être « noir », c’est-à-dire obéir à la 
formule de Planck, parce que l’ensemble des systèmes u est en équi- 
libre avec le milieu ambiant. Selon le principe de réversibilité mi- 
croscopique ou la loi de l'équilibre en détail, le nombre des transitions 


directes, quelles qu'elles soient. doit être égal au nombre des transi- 
tions inverses : 


dZey = ds. (4.54) 
Par conséquent, 
(An + BaPu) Na (?) dt = Bispa Ni (4) dt, (4.55) 
d'où 
Ne Bip 
Ni Ant Boo ? (4:59) 


Comme cet équilibre a un caractère statistique, c'est-à-dire résulte 
de la symétrie des processus de fluctuations dans un système en 
équilibre par rapport au changement du signe du temps, la relation 


Na ()/N, (t) peut s’ ne également à l’aide de la distribution 
de Boltzmann (v. $ 5.1): 


Ne (+) _ 8 — E; L 
(0 = & exp (— EE. he (4.57) 


où g, et g, sont les poids statistiques respectivement des premier et 
deuxième états qui caractérisent le degré de dégénérescence d'un 
niveau donné (). 


@) Dans le cas où la dégénérescence est levée, par exemple en présence d'un 
champ magnétique, le niveau se décompose en g = 2j +1 sous-niveaux, j 
étant le nombre quantique interne (v. chap. 6). 


12—01643 177 


En égalant entre elles les expressions (4.56) et (4.57), on obtient 


BiPw 82 E2— Ei 
A —— = —— eX —— + — Je. 4. 
Ant B21Pw 81 é P ( kT ) (4.58) 
D'où 
de. g24n1 45% 
Po Barresp (Es EN TI Bae Se 
C'est la formule de la distribution de l'énergie dans le spectre 
rayonné par un corps parfaitement noir. La formule (4.59) permet de 
trouver la relation entre les coefficients A, Bis et Ba- 
Lorsque la température T — , la densité de rayonnement p, 
doit elle aussi croître indéfiniment, ce qui n’est possible que si le 
dénominateur de l'expression (4.59) est nul: 


E1Bie = ErBn. (4.60) 
I en résulte que 
Bis = (82/81) Ba. (4.61) 
Pour des niveaux non dégénérés, 
Bis = Bou (4.62) 


c'est-à-dire que les coefficients d’Einstein d'absorption et d'émission 
stimulée sont soit égaux, soit diffèrent par le rapport des poids sta- 


tistiques. 
En introduisant (4.61) dans (4.59), on obtient 
_ giA 1 : 
Po Bis Ro ï (468) 
e*T 1 


Pour Ho <& KT, en développant l’'exponentielle en série suivant 
les puissances de la petite quantité £w/XT et en ne gardant que les 
deux premiers termes du développement, on tire de (4.63) 

= Hu ÀT ; 
Po eBir fo (299 

Le rapprochement entre l'expression (4.64) et la formule de Ray- 

leigh-Jeans (4.14a), valable pour ÆT > kw, permet de conclure que 
san 2 RS LL (w) Ko, (4.65) 


g1Bis nècs 


où p(@) = w*/n°c° est le nombre de types d'oscillations dans l'in- 
tervalle de © à © + do [v. formule (4.13)]. 

En portant (4.65) dans (4.63), on obtient la formule de Planck 
sous la forme suivante: 


fu 1 
Po rs Ho (4.66) 
eRT 1 


qui coïncide exactement avec l'expression (4.19). 
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Si l’on ne tient pas compte de l'émission stimulée, en posant dans 
(4.59) Be = 0, la formule de Planck se transforme en formule de 
Wien ° 


kw3 


Po = ss EXP (—Aw/kT), (4.67) 


qui décrit bien le spectre du rayonnement thermique dans le domaine 
des fréquences élevées (fig. 4.2, courbe 2). A ces fréquences, la vites- 
se des transitions spontanées À,, « &°, est si grande que l'équilibre 
entre l’absorption et l'émission s'établit pratiquement sans partici- 
pation des transitions stimulées dont la vitesse est indépendante de 
w. L'émission stimulée joue le rôle principal dans le domaine « ondes 
longues » du spectre pour lequel les transitions spontanées peuvent 
être négligées. La connaissance des lois qui gouvernent l'émission 
stimulée est importante pour le calcul des conditions d’auto-accro- 
chage des masers et lasers. L'émission spontanée détermine la valeur 
des bruits internes dans ces appareils. 


$ 4.5. Diffusion de la lumière par les électrons libres 


Comme il a été établi au $ 3.13, l’hamiltonien A décrivant l’in- 
teraction entre une particule microscopique chargée et un champ 
électromagnétique comporte en 
plus du terme e;pA/m,;c qui carac- “ r(r0,#) 
térise les phénomènes d'absorption 
et d'émission de la lumière par 
une particule de masse au repos 
Moi, de charge e, et d’impulsion p, 
encore un terme quadratique en 
champ efA*/2mçic° [v. formules Lumière 
(3.320), (3.327), (3.330)]. Ce terme  ércidente 
décrit la diffusion de la lumière 
par une particule chargée (fig. 4.5) 
qui est un phénomène radiatif 
du second ordre parce qu’il met en 
jeu une double interaction entre 
le champ et la particule chargée. 
Comme le montre le diagramme de 
Feynmann (fig. 4.5, b), la parti- 
cule absorbe au point Z un photon 
d’impulsion %k, si bien que son 
impulsion devient égale à p, + #ik : 
et puis, au point 2, elle émet un Fig. 4.5 
photon d’impulsion %k,. Pour une 
description quantique de la diffusion de la lumière, il est nécessaire 
de calculer, à l’approximation du deuxième ordre, de la théorie des 
perturbations (v. $ 3.15) les éléments matriciels caractérisant la 


Lumière 
diffusée 


0 ; 
Atome, molecule 
particule chargée 


a) 
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probabilité de diffusion. A l’approximation du premier ordre de la 
théorie des perturbations ces éléments matriciels sont nuls. 

La diffusion de la lumière peut être élastique, c’est-à-dire sans 
changement de fréquence w, ou inélastique quand la fréquence se 
trouve modifiée. La diffusion élastique de la lumière par les atomes 
(molécules) est appelée diffusion Rayleigh, alors que la diffusion iné- 
lastique de la lumière par les molécules d’un gaz, d’un liquide ou 
d'un solide porte le nom de diffusion Raman () (dans la littérature 
russe on utilise le terme de diffusion combinatoire). Quand la lu- 
mière est diffusée par effet Raman, sa fréquenceest &, = © + wo, 
où w, est la fréquence des oscillations propres de la molécule (pour 
plus de détails, voir $ 6.10). 

Au cours de ce paragraphe nous examinerons seulement la diffu- 
sion des photons par les électrons libres. La diffusion élastique de la 
lumière sur les électrons libres s’appelle diffusion Thomson et la 
diffusion inélastique de la lumière par les électrons libres s'appelle 
diffusion Compton. 

Diffusion Thomson. — La diffusion Thomson peut ètre étudiée 
de manière purement classique. Un système de charges ou une charge 
unique se trouvant initialement au repos soumis à l’action d’une onde 
électromagnétique commence à osciller en synchronisme avec cette 
onde et devient ainsi une source d’onde secondaire. Il se produit une 
diffusion de l'onde primaire dans tous les sens (fig. 4.5, a). 

Le champ électrique d'une onde monochromatique plane polari- 
sée rectilignement peut s'écrire sous la forme 


E = $0 cos (wt — kr + y). (4.68) 
Si la vitesse acquise par l'électron par suite de son interaction 


avec l'onde est petite par rapport à la vitesse de la lumière, la force 
(e!c) [v#£1 exercée sur la charge de la part de la composante magné- 
tique du champ électromagnétique est négligeable devant la force 
e£. Remarquons, en passant, que ceci signifie l’oscillation de la 
charge seulement le long de #, alors que le déplacement par rapport 
à ce vecteur sous l'action de la force (e/c) [v£] peut être négligé. 
En plaçant la charge à l’origine des coordonnées (r — 0), récrivons 
l'expression (4.68) sous la forme 


€ = &, cos (wt + œ). (4.69) 


En tenant compte de. l'équation de Newton mo = e&, on peut 
calculer le moment du dipôle électrique de l’électron oscillant d = 
— er et sa dérivée seconde: 


d = e£8/moe. (4.70) 

G) Ce type de diffusion a été découvert pour la première fois en 1928 par le 

physicien indien Raman dans les liquides et, indépendamment de lui, par les 
savants soviétiques Landsberg et Mandelstam dans les cristaux. 
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En électrodynamique classique, l'intensité de l'émission dipo- 
laire dans un élément d'angle solide dQ est définie par l'expression 


1 
Ancs 


dl, = [dn,]2 dQ = sin? 6 dQ, (4.71) 


4nci 
où n, est le vecteur unitaire déterminant la direction de diffusion; 
6 l'angle formé entre d et n.. 

En introduisant (4.70) dans l'expression (4.71), on obtient 


dls et [én,]? (4.72) 


0 — Ame 


Dans la théorie de la diffusion de la lumière on introduit la no- 
tion de section efficace de diffusion qui a les dimensions d’une aire et 
se définit par le rapport de l'énergie émise par unité de temps dans 
une direction déterminée à la densité du flux d'énergie tombant sur 
le système diffusant : 


do = (d1,)/ (S), (4.73) 


où (df,) est l'intensité moyenne de l'émission; (S) = cé°/4x, la 
moyenne dans le temps de la valeur absolue du vecteur de Poyn- 
ting S. 

Portant (4.72) dans la formule (4.73), on trouve la section efficace 
différentielle de diffusion Thomson de la lumière: 

De = (Sr) sine résin?6, (4.74) 
où r, est le rayon classique de l’électron (!) (v. $ 1.1). 

On voit que la section efficace de diffusion Thomson ne dépend 
pas de la fréquence w de la lumière incidente. En intégrant (4.74) 
sur tous les angles solides dQ — sin 6 d6 dy, c’est-à-dire dans les 
limites de 0 à x par rapport à d6 et de 0 à 2x par rapport à l’azimut , 
on obtient la section efficace totale de diffusion : 


8n e3 \2 8x : e 
cr (Er) =. (4.75) 


Cette formule montre que la valeur de 6,r est très petite: or = 
æ 6,6-10-% m°. C’est pourquoi l'observation expérimentale de l’ef- 
fet Thomson n'est devenue possible qu'après l'apparition de sources 
de lumière puissantes, les lasers. De nos jours, ce genre de diffusion 
est mis à profit pour le diagnostic du plasma (v. $ 11.4), étant don- 
né que la quantité de la lumière diffusée Z, est proportionnelle à la 
concentration », des électrons dans le plasma. Vu que les électrons 
du plasma sur lesquels diffuse la lumière incidente ne sont pas immo- 


@) Pour une lumière non polarisée (naturelle), en calculant la moyenne de 


la relation (4.71) sur toutes les directions du vecteur $# dans un plan perpendicu- 
laire à k, on obtient (sin? 6) — 1 — (sin® 8)/2 — (1 + cos° 6)/2. Dans ce cas 
l'expression (4.74) prend la forme do,+/dQ = r£ (1 + cos® 6)/2. 
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biles mais animés d’un mouvement désordonné (agitation thermique), 
la longueur d'onde À, de la lumière subissant la diffusion Thomson 
peut différer, par effet Doppler, de la longueur d'onde À de la lu- 
mière incidente : 


EU, Re 1) (4.76) 


c v, ’ 
1—— cos a 


où v, est la‘vitesse de l’électron et le sens des angles « et B est expli- 
cité sur la fig. 4.6. En calculant la variation A4, on peut déterminer 
la température 7, des électrons du plasma. 


fo 


Fig. 4.6 


Diffusion Compton. — Quand l'énergie fiw du photon devient 
non négligeable devant l'énergie relativiste correspondant à la masse 
au repos m,.c° de l’électron, la théorie classique de la diffusion de la 
lumière par les électrons libres cesse d’être valable. Dans ce cas la 
diffusion devient inélastique du fait qu'une partie considérable de 
l'énergie et de l'impulsion du photon est transférée à l’électron 
(fig. 4.7, a). Ecrivons les lois de conservation de l'énergie et de 
l'impulsion du photon et de l’électron en supposant qu'avant la 
collision l'électron était dans l’état de repos: 


lo + moe = ho, + me, (4.77) 
76 _1&, = > 
ra _ Mes (4 78) 


où v, est la vitesse de l’électron après la diffusion. 
La relation (4.77) montre que l'augmentation de la longueur 
d’onde de la lumière lors de sa diffusion sur un électron au repos se 
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produit du fait qu'une partie de l'énergie AE — c (me — Moe) eSt 
transférée du photon à l’électron. Il en résulte qu'après la diffusion 
ho, < ho, c’est-à-dire que À, > "A. En tenant compte des relations 
trigonométriques dans le triangle des impulsions OAR (fig. 4.7. b), 
l'égalité vectorielle (4.78) donne 


mu? = ( 2) + (2e 2) 2 I w0, cos Ÿ. (4.79) 
Mettons cette expression sous la forme 
mavèc® = (ho) + (kow.)* — 2kwo, cos 6. (4.80) 
De l'équation (4.77) on tire 
mec® = hi (© — ©) + Mmoec*. (4.81). 


-Elevons au carré cette dernière expression, il vient 
mic = h202 + ho? — 2h200,+ m$.ct + 2mç.cth (0 —w,). (4.82) 


Soustrayons maintenant membre à membre l'expression (4.80) 
de (4.82): 


- mÈcÂ ( 1 — Æ) = miect — 2h00, (1 — cos Ÿ) + 2mçec2h (w —0,). , 

Lu (4.83) 

: Puisque mé (1 — vé/c°) = m£ (1 — B°) = m5, de l'expression 
(4:83) résulte - rue 


(o — w,) mc? = how, (1 — cos Ô) (4.84) 
ou 
(w—0,) mc? = 2how, sin? +. (4.85) 
D'où on obtient finalement 
Ah=A1—à,=2A sin +, (4.86) 


où À — himoec = 2,426 pm est la longueur d'onde de Compton qui 
constitue une des échelles naturelles propres au monde microscopique. 

Lorsque l’angle de diffusion Ÿ augmente, il en est de même de 
2 (fig. 4.8), ce qui est en parfait accord avec la formule théorique 
(4.86). 

Comme le montre cette formule, le déplacement de Compton AA 
de la longueur d'onde est le même pour toutes les longueurs d'onde. 
C'est pourquoi pour la partie visible du spectre, AA ne s'élève qu'à 
quelques millièmes de pour cent de À, pour les rayons X de niveau 
moyen, A est de l’ordre de 10 % de À et pour les rayons gamma, 
AA = }. La largeur de la raie spectrale est liée à l’effet Doppler. 
Quand la longueur d'onde À diminue pour 8 = Cte, l'intensité du 
pic augmente pour la raie déplacée À, et diminue pour la raie non 
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déplacée (fig. 4.9, a). Lorsque le nombre atomique Z de la matière 
diffnsante augmente, l'intensité du pic de la raie déplacée diminue 
(fig. 4.9. b) parce qu’un diffuseur métallique contient en plus des 
électrons libres et faiblement liés au noyau encore des électrons 
fortement liés. Les relations que nous venons de considérer ne sont 
valables que pour des électrons libres et faiblement liés (lorsque 
l'énergie de liaison E; est petite devant Éw). Pour £, > ño, le pho- 
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Ÿ=0 
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ton ne peut pas céder de l'énergie à un électron en l’arrachant à 
l'atome, de sorte que la lumière diffusée ne comportera que des 
photons de À, — À. Dans le cas contraire (kw © Æ;), où l'énergie 
d’un photon excède l'énergie de liaison des électrons le plus forte- 
ment liés, les raies non déplacées seront absentes. 

En partant de la mécanique quantique relativiste (v. $ 3.13), on 
peut calculer la section efficace différentielle de diffusion Compton de la 
lumière. Pour une lumière non polarisée on obtient 

£ of w Fe = 
LE ri (+ + — sin? 8). (4.87) 

Cette formule de Klein-Nishina donne pour la valeur théorique de 
do,.xk/dQ un résultat qui est en bon accord avec l'expérience. Dans le 
cas de fiw & moec* la diffusion devient élastique (w, — &) et la for- 
mule (4.87) se réduit à la formule de Thomson (4.74). 

L'analyse des expressions (4.77) et (4.78) permet de déduire d’au- 
tres relations qu'on peut vérifier expérimentalement. Par exemple, 
pour une valeur donnée de #w, on peut déterminer la vitesse des 
électrons du recul v, en fonction de l’angle x, c’est-à-dire la fonction 
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ve (œ), et obtenir la relation entre les angles qui déterminent les di- 
rections de sortie de l’électron du recul & et de diffusion du photon #, 
c’est-à-dire la fonction & (#). Une vérification expérimentale a en- 
tièrement confirmé la relation v, (x) (Compton et Simon). ainsi que 
la sortie simultanée du photon et de l’électron dans un événement 
distinct de diffusion précisément dans des directions qui sont déter- 
minées par la relation « (8) (Bothe et Geiger). 

Ainsi toutes les lois qui gouvernent l’effet Compton ne peuvent 
être expliquées sur la base de la théorie quantique de la diffusion 
de la lumière qui considère les photons comme des grains d'énergie 
possédant une impulsion Ppnot — Aw/c. Les formules classiques pour 
la diffusion des ondes s’obtiennent à partir des relations quantiques 
dans l'hypothèse où fw << mosc°, c'est-à-dire à condition que la 
masse hw/c° du photon puisse être considérée comme petite devant. 
la masse au repos m,; de la particule sur laquelle il diffuse. Le degré 
relativement faible des interactions électromagnétiques déterminées 
par la « constante de liaison » «; — e*/hc = 1/137 permet d'appliquer 
la théorie des perturbations (v. $ 3.15) pratiquement à tous les 
phénomènes concernant l’interaction des électrons avec le champ 
électromagnétique. 


Û CHAPITRE 5 


SYSTÈMES DE PARTICULES EN MÉCANIQUE CLASSIQUE 
ET EN MÉCANIQUE QUANTIQUE 


$ 5.1. Distribution de Maxwell 


Passons maintenant à l'étude des systèmes composés de particu- 
les identiques, c’est-à-dire des particules qui ont même masse, même 
charge et même spin. De telles particules peuvent être tant élémen- 
taires (photons, électrons, protons, neutrons et antiparticules qui 
leur correspondent) que composites (atomes et molécules). Si la dis- 
tance moyenne ({r) entre les particules constituant le système est 
plus grande que la longueur d'onde de de Broglie À = hk/mjv de la 
particule considérée, le système de particules se comporte comme un 
système classique. Les propriétés quantiques des particules identi- 
ques commencent à se manifester pour (r) & À lorsque les fonctions 
d'onde des particules se recouvrent de façon notable. Comme il sera 
montré plus loin, le comportement des particules sera alors diffé- 
rent suivant qu'elles possèdent un spin entier ou un spin demi- 
entier. 

Commençons par examiner le cas classique où (r) > À. Envisa- 
geons un certain gaz constitué de particules identiques et placé dans 
un espace homogène et isotrope sans forces, tourbillons, courants ou 
écoulements extérieurs. Soit dZ le nombre d'’états possibles d'un 
certain groupe de particules ayant une impulsion voisine de p dans 
un intervalle dp (c'est-à-dire possédant une énergie cinétique compri- 
se entre E et E + dE) et soit dN le nombre de particules se trouvant 
dans les états occupés par groupe. Alors le rapport dV/dZ traduit la 
densité d'occupation (de population) de ces états par les particules. 
Il est évident que dans un système homogène et isotrope de particules 
la probabilité d'occupation d'un état ou d’un autre dépendra uni- 
quement de l’énergie E des particules et sera indépendante de l’orien- 
tation de l'impulsion p de la particule. La fonction 


f (E) = dNlaZz (5.1) 


est appelée fonction de répartition ou de distribution des particules 
selon leur énergie. 


Le problème consiste à déterminer la forme analytique de la 
fonction f (E) pour un système représentant un gaz de particules 
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« classiques » identiques (d'électrons, d’atomes ou de molécules par 
exemple). 

Lorsque tout agent extérieur cesse d'agir sur le système, il s’éta- 
blit une distribution stationnaire des particules suivant les valeurs 
possibles des énergies par suite d'échange d'énergie et d’'impulsion 
entre les particules au cours de leurs interactions bipartielles (colli- 
sions) (). Chaque collision provoque un changement brusque des 
impulsions des particules qui varient d’une certaine valeur initiale 
P, pour la première particule et p, pour la seconde particule à des 
valeurs égales respectivement à p{ et p2. La loi de conservation de 
l'impulsion exige que 


Pi + Pe = Pi + p2. (5.2) 


Dans ce cas l'énergie des particules peut varier elle aussi des va- 
leurs E, et E, à l’état initial à des valeurs E£ et E3 après la collision, 
mais de telle sorte que toutes ces 
quatre valeurs obéissent à la loide  (E.4E;,42;.4W) Pi (E,dE,d2,.dh,) 
conservation de l'énergie: Ù dou 


E,+ E: = Ei + E4. (5.3) 


Nous appellerons classe de col- 
lisions des collisions qui font passer 
une paire de particules prise dans 
deux groupes d'états donnés dZ, 
et dZ, dans deux autres groupes 
d'états donnés dZ:1 et dZ: (fig. 5.1). 
A une même valeur de l'énergie 
totale de deux particules £ = : 
= E, + E, peuvent correspondre Fig. 5.1 
beaucoup de classes de collisions 
différentes et une classe de collisions est d'autant plus large que le 
nombre d'états possibles de la particule est plus grand. 

Désignons par ôv le nombre de collisions d’une classe donnée. 
Les particules que nous considérons ici étant régies par les lois classi- 
ques, la probabilité de présence de la particule à n'importe lequel 
des états dZ; ou dZ: est la même que l’état considéré soit libre ou 
occupé (aucun principe d'exclusion n'existe ici !). Par suite, le 
nombre de collisions entre les particules « classiques » sera propor- 
tionnel au nombre total d'états finaux et au nombre de particules se 
trouvant dans les états initiaux: 


ôv = Ai, 217,2 aN, dN, az, dz,, (5.4) 


où 41,21 ,2- est le facteur de proportionnalité dépendant de la classe 
de collisions. 


(Es,dE;, az}, dW}) 


Pr 


@) Si les particules sont chargées électriquement ou possèdent des spins 
non nuls, les actions exercées entre deux particules ne doivent pas avoir le ca- 
ractère de chocs entre les billes de billard. Le rôle principal revient dans ce cas 
à des interactions électromagnétiques entre les particules. 
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A chaque classe de collisions directes il faut faire correspondre 
une classe de collisions inverses dont le nombre de collisions s’écrit 


Bvt— Age, 21,2 AN! AN! AZ, dZ.. (5.5) 


On peut montrer que pour beaucoup de types d'interactions bi- 
partielles 


A1,2-17,2 = A3, 271,2. (5.6) 


De surcroît, en vertu du principe de l'équilibre en détail, le nom- 
bre de transitions directes quelconques, à l’état stationnaire du sys- 
tème, doit être égal au nombre de transitions inverses. Le principe 
de l'équilibre en détail peut encore s’appeler principe de réversibilité 
microscopique. Selon ce principe, à chaque processus on peut faire 
correspondre exactement le mème processus inverse et le nombre de 
processus directs et inverses par unité de temps doit être le même 
(v. $ 4.4). En égalant entre elles les expressions (5.4) et (5.5) et en 
tenant compte de (5.6), on obtient 


dN,dNodZ;dZ:; = dNidN;d2,d2,, (5.7) 
c’est-à-dire que 
dN;, dN dN; dNs 
A TZ, = 2! 42: (5-8) 
En se servant: de la relation (5.1), on peut écrire 
Î (E:) f (Es) = f (Es) f (E:), (5.9) 


où E, et E,, Ei et Es sont toutes paires de valeurs de l’énergie satis- 
faisant à la condition (5.3). 

Compte tenu de la loi de conservation de l'énergie (5.3). on peut 
mettre la relation (5.9) sous la forme 


Î (E;) f (E,) = C'e (5.10) 
si 
E, + E, — Cte. (5.11) 
On en tire 

In f (E1) + nf (E:) = C'. (5.12) 
Dérivons les expressions (5.11) et (5.12) par rapport à E. il vient 

1 df(Ern 4 (Es) jp, — 
FES oi ty de, E:=0 QE 

dE,+dE,=0. 


Introduisons dans le système (5.13) une certaine constante arbi- 
traire x, multiplions par %x la deuxième équation (5.13) et ajoutons 
le résultat à la première équation. Il vient 


1 df(E) 1 df(E2) - 
(5 TE +x)dE+ (5 Te +x) dE, =0. (5.14) 
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La constante x peut être choisie de telle sorte que l'expression 
entre les premières parenthèses soit nulle. Dans ce cas, l'expression 
entre les secondes parenthèses s’énnule elle aussi en vertu de (5.14). 
Or. ceci signifie que quelle que soit l'énergie E on a 


1 df(E) _ 


Il en résulte que la fonction de distribution des particules « clas- 
siques » suivant les énergies peut en définitive s’écrire sous la forme 


f(E)= =Cexp(—xE), (5.16) 


où C est un paramètre indépendant de E. 

Cette distribution (pour x = 1/4T) porte le nom de distribution 
canonique de Gibbs (Gibbs, 1901). Dans le cas particulier où l'énergie 
totale de chacune des particules de gaz se ramène à la seule énergie 
cinétique À du mouvement de translation (par exemple. un gaz 
monoatomique parfait, lorsque les atomes n’ont pas de degrés de 
liberté de vibration et de rotation), on a 


E=K =" (ve +0) +0). (5.17) 


Dans ces conditions, le nombre d'états possibles dZ est propor- 
tionnel au volume dr,dv,dr. dans l’espace des vitesses (Usr Lys U2)e 
Pour ce cas particulier l'expression (5.16) peut s’écrire sous la forme 


aN =C'exp [ — TPE (02 +08 + v?) | dv,dv, dv, (5.18) 


où C’ se détermine par la condition de normalisation: 


C’ [if exp| — Te (E+vÿ +0?) | dv, du, dv, = 


=C [2 Ÿ exp (—T 7 


0 


) dv, |’ —8C" 


> Î e-M&l =. 
0 


(5.19) 


Ici. N, est le nombre total de particules constituant le système (par 
exemple le nombre d’ atomes dans un volume donné). 


Compte tenu que Î exp (—E)dE — V2, on obtient 


d (Æ) =. (5.20) 
D'où 
C'=N (5). (5.21) 
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Si le système de particules se trouve en équilibre à une tempé- 
rature 7, l'énergie cinétique moyenne du mouvement de translation 
de la particule a pour valeur 


{mw? V2 = 3KTI2. (5.22) 


De par la définition même d'une moyenne on a 
P Y 


5 | \ Î (b3 + 0ÿ+ 02) exp[ Te (vZ + vÿ + v2) Je dvy dv, 
(52) 
Î | | exp [ TR (28 0 +27) ] dox dy des 


D'après la condition (5.19) le dénominateur de l'expression (5.23) 
est égal à (2n1/m,x)°/* et le numérateur est égal à la dérivée, changée 
dx de signe, du dénominateur par rap- 
‘ port au paramètre %x, c'est-à-dire à 
(2x/m:)%2? (3/2) (1/x)5/2. Ainsi, compte 

tenu de (5.22), on obtient 


x = 1/AT. (5.24) 
1% 0 w En définitive, la distribution 
2) (5.18) prend la forme 
” mi \9/2. 
aN = M (5) X 
us 
xe AT ET qu, du dv. (5.25) 


C'est la distribution de Maxwell 
(Maxwell, 1860). Comme le montre 
(5.25), cette distribution a un carac- 
tère gaussien suivant chacun des axes 
cartésiens zx, y, z (fig. 5.2, a). En 

Fig. 5.2 introduisant la vitesse la plus pro- 

bable du mouvement u = (2kT/m,)/? 

et en tenant compte que v? = uv? + vi + 1, on peut mettre la 
distribution (5.25) sous une forme plus compacte: 


dN=NotuV n)e-v/u du, dv, dv. (5.26) 
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Remplaçons maintenant l'élément de volume dv,dr,dr. dans 
l’espace des vitesses par un volume de cet espace correspondant à 
l'intervalle de vitesses comprises entre v et v + du et à toutes les 
directions de ces vitesses. Autrement dit, intégrons l'expression 
(5.26) sur tous les angles solides. Le volume de la couche sphérique 
de rayons vet v + dv dans l’espace est égal à 4nv*dr. On en déduit que 


dN'—4nN(u V n)e-v/u ve dv. (5.27) 


Sur la fig. 5.2, b, les courbes en traits continus correspondent à 
deux valeurs du paramètre x = (4T)-! intervenant dans la relation 
(5.16), et les courbes en traits interrompus sont relatives à la rela- 
tion (5.27). Les maximums des courbes caractérisent l’énergie la plus 
probable des particules dans le système à une température donnée T, 
cette énergie se déplaçant, en vertu de (5.27), dans le domaine des 
plus grandes valeurs lorsque la température T augmente. 


$ 5.2. Principe d’indiscernabilité des particules identiques. 
Principe d'exclusion de Pauli 


A la différence des particules « classiques », les particules micro- 
scopiques considérées en mécanique quantique sont en principe impos- 
sibles à numéroter : elles sont indiscernables. Cette indiscernabilité ou 
« dépersonnalisation » des particules microscopiques quantiques fait 
apparaître des phénomènes et des propriétés qualitativement nou- 
veaux qui étaient inconnus en statistique classique. Au chap. 3 
nous avons examiné les solutions de l'équation de Schrüdinger pour 
une particule, par exemple pour l’atome d'hydrogène dans lequel un 
seul électron gravite autour du noyau. Pour pouvoir passer à une: 
description quantique des atomes contenant deux ou un plus grand 
nombre d'électrons (atomes à plusieurs électrons) ainsi que des molé- 
cules comportant deux ou plusieurs atomes, il est nécessaire de met- 
tre en évidence les propriétés que présentent des assemblées de mi- 
croparticules quantiques identiques. 

Examinons pour simplifier un système quantique qui ne contient 
que deux particules microscopiques identiques dont la distance: 
{r) LÀ = h/mv. L'état de ce système se décrit par une fonction 
d'onde Y (r,, r,, t) qui dépend des coordonnées r, et r, des deux par- 
ticules. La fonction de distribution de ces particules s'écrit 


W (rie Lost) = (rs los t) WE (rs, ras à). (5.28) 


Elle détermine la densité de probabilité de présence de la première 
particule dans le voisinage du point r, et de la seconde dans le voisi- 
nage du point r,. Nous nous contenterons d'examiner deux particu- 
les en interaction faible dont l'énergie potentielle peut s'écrire com- 
me la somme de trois termes: 


Ù (rs re) = Us (r1) + Us (re) + OUe (rss Fe), (5.29) 
19 


où VU, (r,) = U, (r:) = U (r) est respectivement l'énergie potentielle 

de la première et de la seconde particules microscopiques identiques 

dans un champ extérieur ; ôU,, (r,, r.) leur énergie potentielle mu- 

tuelle. telle que ôU,, (r,. re) & U, (nr) et OU, (r,, ro) & Us (ra). 
L'énergie totale du système a pour valeur 


ErREt+E, = E, +E%, (5.30) 


où E, et E; sont les énergies des particules dans les états quantiques 
«a et b ‘ 

On peut montrer que dans les hypothèses faites la solution de 
l'équation de Schrüdinger 


AWo+ PL (EU (rs, r3)] Yo= 0, (5.31) 
où 


A=A=8â= Fete et er tour tr 
pour un système de deux particules en interaction faible est consti- 
tuée par une fonction d'onde Y, (r,, r,) représentant le produit des 
fonctions 1oa (r1) et Ÿov (r2) qui dépendent uniquement des coordon- 
nées des particules distinctes: 


Vo (ryr Fe) = Voa (F1) Vov (r2)- (5.33) 


L'indice a signifie que la première particule se trouve dans l’état 
quantique a (d'énergie £,), et la seconde dans l’état b (d'énergie Æ}). 
L'introduction de (5.33) dans (5.31) permet de séparer les variables 
et d'obtenir ainsi deux = de Schrôdinger indépendantes : 


A1 Ÿoa (T1) sant - FE LE —U (r3)] You (r1) = 0, (5.34) 
A2%ov (r2) je 5 LEv1 — U (r2)] Vov (r2) = 0. (5.35) 


Si la fonction Ÿoa a est une des solutions de l'équation de 
Schrôdinger :(5.34) correspondant à la valeur de l'énergie Æ, = E,, 
la fonction w,, (r,) sera elle aussi une solution de l'équation de 
Schrôdinger (5.35) pour £, = E,. Il en va exactement de même de 
ia fonction #,4 (r,) qui sera solution de l'équation de Schrôdinger 
(5.34) pour Æ, — E%. Il s'ensuit que la solution de l'équation de 
Schrôüdinger (5.31) sera constituée tant par la fonction d'onde 
Voa (1)Wos (r+) que par la fonction d'onde 44, (r2) Ÿos (r1) qui diffè- 
vent par la permutation des coordonnées r, et r,. Cette propriété 
que présente la solution de l'équation de Schrôdinger pour un systè- 
me de particules microscopiques identiques est appelée dégénérescence 
de permutation. Elle est caractéristique non seulement du système 
de deux particules identiques. mais également des systèmes conte- 
nant un grand nombre de particules identiques (et non seulement en 
interaction faible !).! : 


Frs (5-32) 
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La solution générale de l'équation de Schrôdinger pour un systè- 
me de particules, tenant compte de la dégénérescence de permuta- 
tion, représente une combinaison dinéaire de solutions particulières : 


Voab (F1: ra) = Cifoa1) Vob (F2) + Caloa (T2) Fob (ra), (5.36) 
où C,; et C, sont des facteurs arbitraires qui se déterminent par la 
condition de normalisation. 

Pour des particules identiques, quels que soient l'état et le champ 
extérieur dans lesquels elles se trouvent, la probabilité de présence 
de la première particule dans un volume dt, au voisinage du point 
r, = r’et de la deuxième particule dans un volume dt, au voisinage 
du point r, = r” est la même ainsi que la probabilité de présence 
de la première particule dans le volume dt, et de la deuxième parti- 
cule dans le volume dr,. Cette proposition est connue sous le nom de 
principe d'identité ou de principe d'indiscernabilité des particules iden- 
tiques. Ce principe ne peut se déduire de façon formelle d'aucune 
des propositions de la mécanique quantique énoncées au cours des 
chapitres qui précèdent. Il est posé en axiome et peut s'exprimer 
mathématiquement pour deux particules sous la forme 


W(r, rm) = W (nr, mn). (5.37) 
Pour un système contenant n'importe quel nombre de particu- 
les identiques on peut écrire 
W (ris Pos 0. Fm mais +) = 
= W (CE LEN .. Pm+1 Tms - :). (5.38) 
Ce principe est valable non seulement pour des états stationnaires 
décrits par la fonction d'onde Ÿ,,4 (r,. r.) indépendante du temps 


mais également pour des états superposés décrits par la fonction 
d'onde Y (r,, r.. t): 


W (rs rat) = W (re rx t), (5.39) 
ou 
[Pure DPF =IY (re, nr 0) Fe (5.40) 
Il existe deux possibilités pour réaliser cette condition: 
Ÿ'(ru los t) = W (res Pis (5.41) 
ou 
Ve res 4) = —Y (ro Fu th (5.42) 


c'est-à-dire que la permutation de r, et r, ou bien laisse inchangée la 
forme de la fonction d'onde. ou bien change seulement son signe. 
Ceci signifie que les fonctions d'onde satisfaisant au principe d'in- 
discernabilité doivent être symétriques ou antisymétriques par rapport 
à la permutation des coordonnées des particules. Les fonctions d'onde 
symétriques Ws et antisymétriques WA représentent des classes par- 
ticulières de fonctions mathématiques. Par suite, le principe d'in- 
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discernabilité des particules microscopiques identiques restreint la 
classe de fonctions qui, étant solutions de l’équation de Schrüdinger, 
peuvent satisfaire au sens physique des lois considérées. 

Dans le cas d'un système quantique composé de deux particules, 
la fonction d'onde (5.36) correspondant à l’état stationnaire ne sa- 
tisfait au principe d'indiscernabilité que si C, = + C,. c'est-à-dire 
si l'expression (5.36) est de la forme 


WVoab (is le) = Voa (1) Vos (T2) Æ Voa (F2) Vos (n1)- (5.43) 


Le signe « + » se rapporte ici à la fonction F$ et le signe « — » à 
la fonction Y\. 

Compte tenu de la condition de normalisation, la fonction d'onde 
(5.43) peut se mettre sous la forme suivante: 


Voub (F4) = 73 Une (1) Von (72) 2 oc (F2) ne (FI. (6-49) 


Les formules (5.43) et (5.44) doivent être interprétées physique- 
ment comme un état quantique complexe, superposé dans l’espace et 
non dans le temps, auquel correspond la présence simultanée de l’une 
quelconque des deux particules dans les états a et b. Ainsi, la forme 
de la fonction d'onde permet de parler de la « présence » des parti- 
cules dans des états stationnaires d'énergies £, et E,. de l’« occupa- 
tion » par les particules de ces états. mais elle ne permet pas de 
« placer » chacune des particules dans un état réel, de « répartir » 
les particules selon leurs états. Il se produit une certaine « déper- 
sonnalisation » des particules qui conduit à ce que la particule se 
trouve en quelque sorte « étendue » sur toute la région de l’espace 
correspondant aux états a et b. Il est essentiel de noter qu'une telle 
« dépersonnalisation » est propre non seulement aux systèmes cons- 
titués par deux particules identiques en interaction faible, mais 
également à des systèmes contenant n'importe quel nombre de parti- 
cules identiques, quel que soit la forme de leur interaction. La seule 
différence entre l'interaction faible et l'interaction forte des parti- 
cules tient à ce que dans Îe cas de l'interaction faible (plus exacte- 
ment, en l'absence d'interaction) l'énergie du système est la même 
(Es = E À) pour les états symétrique et antisymétrique. alors qu'avec 
la prise en compte de l'interaction des particules elle n’est plus égale 
à la somme des énergies de toutes les particules et est différente pour 
les états symétrique et antisymétrique (Es # E\). 

Une combinaison linéaire de Ws et W\ ne donne ni une fonction 
d'onde symétrique, ni une fonction d'onde antisymétrique. Le pas- 
sage du système de particules identiques des états décrits par la 
fonction d'onde symétrique Ws à des états décrits par la fonction 
d'onde antisymétrique W, est impossible, car dans un tel passage 
la fonction d'onde complète serait une superposition de Ws (r,, ro, t) 
et de WA (r1, r,.t), c'est-à-dire ne satisferait pas au principe d'’in- 
discernabilité. Ce principe interdit donc le passage des particules 
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des états symétriques aux états antisymétriques et inversement. 
Dans ce cas il faut ne pas perdre de vue qu’en plus de trois coordon- 
nées d'espace les particules micréscopiques ont encore un quatrième 
degré de liberté qui est la coordonnée de spin s. En tenant compte du 
spin, la fonction d'onde complète pour un système de deux particu- 
les peut s’écrire sous la forme 


W'rss Pas si, 90, 2) = W(ri ro, t) 4 (si, 55). (5.45) 


où # (si, s2) est la fonction d'onde de spin; s, et s, sont les projections 
des moments de spin (en unités #) des premier et second électrons 
respectivement sur une direction préférentielle. 

Le principe d’indiscernabilité exige que 


W, (si, s2) = W, (si, s2), (5.46) 


c'est-à-dire que la probabilité de présence du premier électron dans 
l'état de projection de spin si et du second électron dans l'état de 
projection de spin s soit égale à la probabilité de présence du premier 
électron dans l’état de projection de spin si et du second électron 
dans l’état de projection de spin ss. Dans ces conditions, les fonc- 
tions d'onde de spin peuvent être soit symétriques, soit antisymé- 
triques par rapport à la permutation des coordonnées de spin des 
deux particules: 


4 (si, 52) = x (51, 52), (5.47) 
4 (S4, S2) = —4 (si, 52). (5.48) 


Pour un système contenant un plus grand nombre de particules 
identiques la fonction d'onde W, (r,, ro, . . ., rn, S1, 55, . .., s®) 
peut se présenter par la somme des produits des fonctions d'onde 
Yo (r:) des coordonnées d’ espace par les fonctions d'onde des coordon- 
nées de spin % (st). Si le spin de la particule est égal à %/2 (s — 1/2), 
il ne peut avoir que deux projections sur une direction préférentielle 
(v. $ 3.13). Quand s > 1/2 (par exemple 1 ; 3/2; 2; 5/2, et ainsi de 
suite), le nombre de projections du spin $era différent mais toujours 
égal à 2s + 1. 

Ainsi, compte tenu de tous les quatre degrés de liberté, les systè- 
mes de particules microscopiques identiques de toute nature se 
trouvent toujours dans un état caractérisé par un même type de 
symétrie. Les particules dont le spin est entier (on les appelle bosons) 
constituent la classe de particules symétriques, alors que les particules 
possédant un spin demi-entier (appelées fermions) appartiennent à la 
classe de particules antisymétriques. Les photons, les mésons x, les 
deutons (,D°), les particules & (.He‘) et d’autres particules composites 
contenant un nombre pair de fermions sont des bosons. Les électrons, 
les protons, les neutrons et toutes les particules contenant un nombre 
impair de particules énumérées (par exemple ,He*) sont des fermions. 
Pour ces particules est valable le principe de Pauli (Pauli, 1925) dé- 
duit du principe d’indiscernabilité. 
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Pour un système composé de deux particules identiques en in- 
teraction faible, la fonction d’onde s'écrit 


WVoab (ras Fes Sie 82) = [ou (fr) Vov (T2) + 
+ Voa (F2) Vos (r)l x (si. s5). (5.49) 


Lorsque les deux particules ont un mème spin, c’est-à-dire dans 
le cas de l'orientation parallèle des spins, la fonction d'onde y (s{. s5) 
sera symétrique par rapport à la permutation des coordonnées de spin 
des deux particules (une telle fonction d’onde de spin peut être notée 
++ OÙ 4--). 

Quand il s'agit des fermions. la fonction d'onde complète W de 
l'état stationnaire du système doit être antisymétrique par rapport 
à la permutation de toutes les coordonnées de deux particules (y com- 
pris les coordonnées de spin). Par suite, lorsque la fonction d'onde de 
spin % (s{, s2) est symétrique, la fonction d'onde des coordonnées d'es- 
pace doit être antisymétrique Île signe « — » entre les crochets de 
l'expression (5.49)]. Si en outre les deux particules ont les mêmes 
nombres quantiques qui déterminent la forme de leurs fonctions de 
distribution selon les coordonnées, c'est-à-dire si ÿoa = VŸoe. la par- 
tie de la fonction d'onde qui dépend des coordonnées s’annule. Ceci 
signifie qu’une telle distribution selon les états quantiques de deux 
particules identiques — fermions — pour laquelle les deux états 
quantiques (a et b) sont identiques et occupés par des électrons ayant 
une mème orientation des spins, ne se réalise pas dans la nature 
(principe d'exclusion de Pauli). Lorsque la fonction d'onde de spin 
est symétrique (spins parallèles), les fermions ne peuvent occuper 
que des états dont les nombres quantiques de coordonnées sont diffé- 
rents (a  b). Dans le cas des bosons (le signe « -+ » entre les cro- 
chets), le principe d’exclusion de Pauli disparaît: tout nombre de 
bosons peut se trouver dans un même état quantique et avoir des 
spins parallèles. 

Les lois que nous venons de considérer se généralisent aisément à 
un système contenant V particules microscopiques identiques dont 
l'interaction peut être négligée. Soient p,, p2:. . .., p… les numéros 
des états (pour deux particules ils étaient notés a et b) dans lesquels 
peuvent se trouver des particules distinctes (y compris dans les états 
identiques). L'ensemble de toutes les trois coordonnées d'espace 
(x, y. z) et de la projection de spin s sera désigné pour chaque parti- 
cule par Ë (coordonnée spin-orbite). Alors. pour un système de 
bosons. la fonction d'onde symétrique Wos(&i. Lo. . . . Ew) sera 
la somme des produits des fonctions d’onde  spin-orbite 
Ym (En, (Ge). + + + Yn, (Ex), la sommation s’effectuant sur tou- 
tes les permutations possibles des indices des élats p;, pe. . .., p,. 


Il est évident qu'une telle somme aura la propriété d’une fonction 
d'onde symétrique. Dans ce cas, les nombres d'occupation des états 
spin-orbite à une particule peuvent être quelconques. 
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Pour un système contenant N fermions, la fonction d’onde anti- 
symétrique WA, peut s’écrire sous la forme d’un déterminant (dé- 
terminant de Slater): : 

Vri (O1) ni (E) +. Vi (En), 
Ÿps (61) Yp, (Cr) -.. Wr, (Gn); 


Vpy (C1) Foy Ge) +. Vos (En), 


Poa=Ca (5.50) 


où C\ est le facteur de normalisation. 

Si les fonctions d'onde spin-orbite 1, (£) sont orthonormées, 
Ca = (N!)-1?. On sait que la permutation de deux particules, 
correspondant à la permutation de deux colonnes du déterminant 
conduit au changement de son signe, ce qui signifie qu’un tel dé- 
terminant est réellement une fonction d'onde antisymétrique. Si 
parmi les numéros p,, P», . . ., PA On rencontre deux numéros égaux, 
deux lignes du déterminant seront identiques et le déterminant sera 
donc identiquement nul. Ainsi, sous sa forme la plus générale, l'énon- 
cé du principe d'exclusion de Pauli pour des fermions est le suivant : 
dans un système constitué de V fermions (par exemple, d'électrons) 
chaque état spin-orbite d’une particule unique Wr, (&i) ne peut être 
occupé que par un seul fermion (par exemple par un électron). En 
d'autres termes, deux fermions ayant même spin ne peuvent pas se 
rapprocher l’un de l’autre de manière à occuper une même cellule 
(2rh)3 de l’espace (p, g) quantifié si leurs fonctions d’onde se recou- 
vrent fortement. Selon le principe de Pauli. le mouvement des fer- 
mions se trouve corrélé d’une manière déterminée et il existe entre 
les particules certaines interactions particulières qui ne se ramènent 
à aucune force connue en physique classique (pour plus de détails, 
voir $, 5.4). Il va sans dire que dans des systèmes quantiques diffé- 
rents éloignés l’un de l’autre (atomes, molécules, etc.), lorsque les 
fonctions d'onde des particules ne se recouvrent pas ou se recouvrent 
faiblement, les fermions peuvent se trouver dans un même état quan- 
tique spin-orbite. 


$ 5.3. Distribution de Fermi. Distribution de Bose 


Statistique de Fermi-Dirac. — On peut maintenant établir les 
distributions suivant les valeurs des énergies pour des particules 
microscopiques qui obéissent ou non au principe de Pauli. La mé- 
canique quantique relativiste montre que la statistique qui régit les 
particules est liée de façon univoque à leur spin. De même que lors 
de l'établissement de la distribution de Maxwell (v. $ 5.1). nous 
supposerons que la distribution stationnaire s'établit par suite des 
interactions bipartielles entre les particules. Commençons notre étu- 
de par celle des fermions. 
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Le nombre de collisions ôêv d’une certaine classe de telles parti- 
cules sera proportionnel aux nombres dN,, dN, de particules se trou- 
vant dans des états initiaux et aux nombres dZi*, dZ:* d'états fi- 
naux libres, car le principe de Pauli interdit les passages des parti- 
cules à des états finaux déjà occupés dN;, dN;: 


ôv = Ai, 24,2 AN, aN, dZ!* dZ!", (5.51) 


où dZ,* = dZ5 — dN;; dZ5* = dZ3 — dN3. 
Le nombre de collisions inverses s'exprime par 


ôv— A4, 21,» AN! AN! dZ* 475, (5.52) 


où d25 = dZ, — dN,; dZ5 = dZ, — dN:. 
En égalant entre elles les deux expressions (5.51) et (5.52), on 
obtient 
dN, dN, dN{ dN! 
Te de — az FAR (5.53) 


Compte tenu de la loi de conservation de l'énergie lors des colli- 
sions bipartielles, qui est valable pour les particules de toute nature, 
on peut écrire 


E; + E; = Ei + Ez. (5.54) 
En réitérant les mêmes raisonnements qu’au $ 5.1, on obtient 
dN ___aN d. 
as = azan = C'exp(—xE), (5.55) 
d'où 
aN 1 
FE= GET (5.56) 


où C” = 1/C” est un facteur, indépendant de E, qui peut être dé- 
terminé de la même manière que le facteur C’ au $ 5.1. 

Si le nombre de particules dans tout l'intervalle considéré des 
énergies est beaucoup plus petit que le nombre d'états disponibles 
(4N < dZ), la fonction de Fermi (5.56) se confond avec la distribu- 
tion classique de Gibbs (5.16), où le paramètre x — 1/XT. L'expres- 
sion (5.56) peut donc s’écrire sous la forme 


1 
FE) = Ent: (5.57) 


Le facteur C” s'écrit généralement sous la forme 
C” = exp (—Er/KT), (5.58) 


où EF est une constante pour un système quantique donné que l’on 
appelle potentiel chimique ou niveau de Fermi. 
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Compte tenu de la formule (5.58), on peut mettre la fonction de 
distribution (5.57) sous la forme 


1 
F(E)=-E—- (5.59) 
e RT +1 
Cette distribution des particules microscopiques suivant les 
énergies est connue sous le nom de distribution de Fermi (ou de distri- 


bution de Fermi-Dirac) ®). Dans le cas de Er > 0 le potentiel chi- 
mique a une interprétation physique simple: pour £ = EF on a 


fr (Er) = dN/dZ = 1/2. (5.60) 


Ainsi, £F est l'énergie d’un système pour laquelle la densité 
d'occupation des états est égale à 1/2. Pour £ > EF on a (dN/dZ) < 
< 1/2 et pour E << Er, (dN/dZ) > 1/2. La valeur de Er peut se 
déterminer par la condition de normalisation de la fonction de distri- 
bution : 


À fe (E) Ze No (5.61) 
0 


où , est le nombre total de particules dans le système. 

Pour les électrons de conduction dans un cristal à réseau cubique 
de volume { m°, le nombre d'états quantiques g (£) dE dans l’in- 
tervalle des énergies comprises entre Æ et E + dE, compte tenu du 
spin de la particule [v. formule (8.28)], est égal à 


dZe = g(E) dE = (&x/h°) (2m) °V E dE. (5.62) 
En introduisant l'expression (5.62) dans (5.61). on obtient 


= me (ee) 5 


(5.63) 


Pour un système d'électrons dans les métaux (W, — 10° m#) 
par exemple, on a Er = 3 à 15 eV. 

. La différence la plus grande entre la distribution de Maxwell et 
celle de Fermi se manifeste lorsque l'occupation des états quanti- 
ques est presque complète (dN = dZ). Comme le montre l'expression 
(5.56), dans ce cas C” = exp (—Er/kT) & 1, c'est-à-dire que 


Er D KT. (5.64) 
A la température ordinaire, kT Æ 0,01 eV, à T — 3000 K, 
kT = 0,25 eV (1 eV — 11 600 K). Ceci signifie que pour un système 


G) La statistique de Fermi-Dirac a été proposée en 1926. Fermi l’a proposée 
pour les électrons, et Dirac l’a généralisée en mettant en évidence la liaison 
entre cette statistique et la mécanique quantique. 


199 


d'électrons dans les métaux la condition (5.64) est toujours satis- 
faite. C’est le cas dit du gaz fortement dégénéré. L’'allure de la fonc- 
tion fr (E) est montrée sur la fig. 5.3, a. Pour des énergies E << Er 
telles que | E — Ek | 5 AT, exp [(E — E)/kT] —+ 0, c'est-à-dire 
que fr (E) —+ 1. Pour des éner- 
gies Ê > EE telles que | £ — 
—Ë% ISXT, exp ((E—E-)/AT|-—+ 
— oo, c’est-à-dire que fr (E) —+ 
— 0. Une décroissance brusque 
de la fonction fr (E) se produit 
1 —+ dans un intervalle étroit d’éner- 
REP 0. gies où (E— Er) KT. La 
be— HT GE Ie7 fig. 5.3, b représente l'allure de 
la fonction dIN/dE qui caracté- 
rise la densité d'occupation des 
états : 


f(E) 
1 


10e" 


25 


a) 


= 8 (E)fr (E)= 


-& Emyr VE (565) 


E-Ep 
e ÀT +1 
Statistique de  Bose-Ein- 
p)] stein. — Dans le cas des bosons, 


la présence de l’une des par- 
ticules dans un certain état 
quantique crée pour l’autre une 
probabilité accrue de se trouver dans le même état. Cette 
aptitude des bosons à s'associer, c’est-à-dire à passer aux états 
les plus peuplés est liée pour des photons par exemple au phénomène 
d'émission stimulée (v. $ 4.3). Compte tenu de ce phénomène, le 
nombre de collisions directes est égal à 


Ôv— 41,21,» dN, AN, dZ;** d2,**, (5.66) 
où dZi** — dZ; + aNi; dZ:** — dZ5 + dN:. 
Le nombre de collisions inverses s'exprime par 
ôv'— A, 2.1,» dN, dN, dZi* dZ;*, (5.67) 
où dZf* — dZ, + dN,; d25* = dZ, + aN.. 


En égalant entre elles les expressions (5.66) et (5.67) et en réité- 
rant les raisonnements qui précèdent, on obtient 


Fig. 5.3 


BE) = 5 —. (5.68) 
e *T 1 


Ici, Eg est le potentiel chimique des bosons qui se détermine par la 
condition de normalisation de la fonction fg (£). 
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Pour des particules dont le nombre n'est pas constant (photons, 
phonons, etc.), Er — 0. Le rapprochement entre (5.68) et les for- 
mules (4.20) et (4.66) montre que pour En = 0, f(E;) = (ni. où à 
est le numéro de l’état de la particule: (#7),,;, le nombre moyen de- 
particules dans un état donné. 

Si la condition Eg > 0 était réalisée, on aurait pour E; — 
— Eg exp [(E; — EB)/kT] = 1 et fn = (n},;5 — ©. Pour En < 0: 
la quantité (n)},, serait négative pour certains états é, ce qui est 
impossible suivant la signification physique de la fonction fr (E;). 
En posant Eg — 0 et E — kw, on peut récrire la fonction (5.68): 
sous la forme 


(Let =, (5.69) 


e"T 1 


ce qui se confond avec l'expression (4.20) donnant le nombre moyen. 
de photons dans un type d'oscillations donné. Pour äw AT la 
formule (5.69) donne 


(n), & kTl/ho. (5.70) 


Si l'on néglige dans (5.69) les transitions stimulées, c'est-à-dire- 
l'unité devant l'exponentielle (approximation justifiable quand 
fo KT), cette formule se confond avec la distribution canonique- 
(5.16) (v. $ 5.1). 

A basse température. le gaz de bosons a la propriété de se con- 
denser. Cette propriété est à l’origine des phénomènes tels que la 
superfluidité de l'hélium liquide, la condensation en « gouttes »- 
des excitons dans les semi-conducteurs et autres (v. chap. 8 et 9). 


$ 5.4. Interactions d'échange. 
Nature de la liaison homopolaire 


La dégénérescence de permutation et le principe d'indiscernabili- 
té des particules identiques permettent non seulement d'interpréter 
la nature physique du principe d'exclusion de Pauli et d'établir les- 
lois fondamentales de la statistique quantique mais également d’ex- 
pliquer la nature des forces d'échange, de la liaison chimique des: 
atomes dans les molécules et d'examiner la théorie de la valence. 

Atome d’hélium. — Considérons le système atomique le plus: 
simple à deux électrons qui est l’atome d'hélium. L'énergie poten- 
tielle de chacun des électrons s'exprime par 


U(r,)=Uo(r) + AU = -É+< (5.71). 


T° 


où r, est la distance de l’électron au noyau; r2 la distance entre les: 
électrons (fig. 5.4, a). 
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En première approximation, l'interaction entre les électrons peut 
être considérée comme une faible perturbation: AU & U,, c'est-à- 
dire (r;/2r,2) & 1. À cette approximation, l'énergie de l’atome est 

-e, égale à la somme des énergies 
“E Ta e des électrons dans le champ du 


© 


noyau de charge Z — 2, en d’au- 
tres termes, cet état est dou- 
blement dégénéré par suite de 
l’indiscernabilité des électrons : 


Egt) Et) + EU) — 


=—é(r++). 67 


où n, = M,nñy, = n, Sont les 
nombres quantiques des états 
qui peuvent être occupés par 
les électrons. 

Comme il a été établi au 
$ 5.2, l’état d'un système con- 
tenant deux électrons en inter- 
action faible, qui ne peuvent 
se trouver que dans deux états 
quantiques a et b, se décrit. compte tenu du principe d’indiscer- 
nabilité, par une fonction d'onde de la forme 


Vaub (rar F9) = 7 Loc (71) Var (Fe) as (Fa) oo (I. (5.73) 


L'interaction entre électrons peut être prise en compte à l’aide 
de la théorie des perturbations (v. $ 3.15). L'énergie coulombienne 
4e répulsion mutuelle AU = e*/r,, est considérée dans ce cas comme 
« potentiel perturbateur ». La dégénérescence est levée, c'est-à-dire 
que le niveau d'énergie E{"t) se décompose : 


Eut) — Er + AEUGD, (5.74) 
ci, 


AG = | À ioeu (rs, re) AUifoïo (rss F2) dti due. (5.75) 


—œ 


En introduisant (5.73) dans (5.75), on obtient 


œ 


ABC = + | | Le (rs) 49 (ra) 1 Gr) ALP (re) + 


oo 


A x Ca 
+ 4 (nr) 4 (re) 60 (74) YO (r,)] Te dti dt, + 


2 7 | [9 ap 4 Gr a Ga + 


24 (ra) AP (ee) 0 (r) AP (r)1 des du. (5.76) 


Si les électrons n'étaient pas indiscernables, la première intégrale 
dans l'expression (5.76) pourrait se mettre sous la forme 


C=+ | | — Leu) (r,) deu) (r,) dr, + eut) (r,) drseut0 (x) dt]. 
-œo 
(5.77) 
Elle est appelée intégrale de Coulomb parce qu'en termes de la 
physique classique elle caractérise l’énergie de l'interaction coulom- 
bienne de deux « nuages électroniques » « étendus » sur l’espace oc- 


cupé par l’atome avec des probabilités de présence des électrons don- 
nées par les expressions 


ut (r,) = [af (5) F5, wt9 (re) = LA (re) [F, 
uw (re) = |pf9 (re) (5 et w (r,) = | Y{2 (rs) 


La quantité ew (r) dt = dg traduit la partie de la charge élec- 
tronique concentrée dans le volume dt. L'expression de l'intégrale 
coulombienne (5.77) peut donc se récrire sous la forme suivante: 


n ï dq{a) dgtb)+ dgta) age) (5.78) 
_ a T13 

Le rapprochement entre (5.77) et (5.78) montre que C > 0. La 
seconde intégrale figurant dans (5.76) est notée À et appelée intégrale 
d'échange. Elle n’est pas susceptible d’une interprétation physique 
simple comme c’est le cas de l'intégrale C. Mais on doit avoir en vue 
que la division de l'éaergie de l'atome AE) en une partie coulom- 
bienne (C) et une partie d'échange (À) est arbitraire parce que. les 
électrons étant indiscernables (interchangeables), l'intégrale C ne 
peut pas être considérée comme purement coulombienne. C’est seule- 
ment la somme 


AEUGD = C+A, (5.79) 

qui a une signification physique. 
Quand !a fonction d'onde des coordonnées ytab) (r;, re.) est symé- 
trique, cette expression doit avoir le signe plus, et lorsque la fonc- 


tion d'onde WW (r,, r.) est antisymétrique, le signe moins. Ainsi 
on a 


Et) = Et) + C+A, (5.80) 
EG) — Eteb) + C — À. (5.81) 
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Puisque la fonction d'onde complète des électrons (compte tenu 
du spin) est toujours antisymétrique, la fonction d'onde symétrique 
Yw@® correspond à la fonction d'onde antisymétrique XA (Sir S2), 
et la fonction d'onde antisymétrique W4?) à la fonction d'onde sy- 
métrique %c (S:1: 52). Dans le premier cas les spins des deux électrons 
dans l'atome d’hélium sont antiparallèles (parahélium), dans le se- 
cond cas, ils sont parallèles (orthohélium). Comme l'intégrale d'échan- 
ge À > 0, il résulte des expressions (5.80) et (5.81) que dans l’ato- 
me d'hélium AE!" > AE). La différence d'énergie entre le pa- 
rahélium et l'orthohélium E{° — Ed) — 24. 

L'interaction d'échange est un phénomène purement quantique 
dû à l’indiscernabilité des particules identiques et à l'impossibilité, 
en principe, de répartir les électrons suivant des états d'énergie dis- 
tincts. Si les électrons étaient discrrnables, c'est-à-dire si la fonc- 
tion d'onde était de la forme Wiob) (r,, r.) = #{°) (r,) #0) (r2), 
alors À = (0. 

Jusqu'ici nous avons supposé que AU < U,. Or. en réalité 
l'énergie d'interaction des électrons, l’un avec l’autre et avec le 
noyau, est d’un même ordre de grandeur (de l’ordre de grandeur de 
la différence d'énergie entre des états de nombres quantiques diffé- 
rents). La quantité AU est donc grande par rapport à l'énergie ma- 
gnétique supplémentaire due à l’interaction spin-orbite (J,) et à 
l'interaction spin-spin (S,) (v. $ 6.2). Ceci signifie que la contribu- 
tion principale au terme correctif AE) à ajouter à l'énergie est 
apportée précisément par l'énergie d'échange et non par l'énergie 
liée au spin, bien que c’est justement l'orientation relative des spins 
qui détermine la valeur de AE). 

Molécule d’hydrogène. — La molécule H, contient elle aussi 
deux électrons mais diffère de l’atome He par ce que chacun des 
électrons se déplace non pas dans le champ coulombien d’un seul 
noyau. pourvu de symétrie sphérique, mais dans le champ à symétrie 
axiale de deux protons dont la distance R est variable. Plaçons l’ori- 
gine des coordonnées sur l’axe x au milieu entre les deux protons 
(fig. 5.4, b). Alors le premier proton II(% aura comme coordonnées 
(R/2, 0, 0) = +R/2, et le second II®, (—R/2, 0, 0) — —R/2. 
L'expression de l'énergie potentielle mutuelle des électrons et des 
protons dans la molécule peut s’écrire sous la forme 


of 1 1 1 1 1 1 > 
U (r;, Fos R) = € (tte te-s 7) . (5.82) 


En introduisant des coordonnées sans dimensions p{ = ri/rp, 
pi = ri/rB, Pis = lio/B Pav — R/rB, etc., récrivons l'expression 
(5.82) sous la forme 


e 1 1 1 1 1 1 E 
U (ps, P2; Pat)=—— (torts) . (5.83) 
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Si À 5 rr, les « nuages électroniques » sont localisés essentielle- 
ment au voisinage de chacun des protons [I et I. On a alors 
pi let ps & 1, tandis que pi,-ps, p,, et ps sont beaucoup plus 
grands que l'unité. Ce cas correspond à un état de la molécule H, 
où elle est voisine de la dissociation en atomes. Désignons l'énergie 
potentielle dans un tel état par 


Uo(pis Per P pa) = — (++). (5.84) 


La quantité 

e° Î : 1 { 1 = Q= 
AU” (Par) = | pi Ps Pis cr) (6e) 
peut être considérée comme une perturbation de l'énergie du systè- 
me considéré. Quand p,4, — oo, AU (por) + 0 et les fonctions 
d'onde décrivant les états des électrons dans le système représentent 
la fonction d'onde de l'atome d'hydrogène. Pour l’état fondamental 
{n = 1.1 = 0, m = 0), c'est une fonction de p qui décroît suivant 
une loi exponentielle [v. formule (3.282) et Tabl. 3.2 au $ 3.12]. 
Compte tenu de la dégénérescence de permutation et du principe 
d’indiscernabilité, la partie dépendant des coordonnées de la fonc- 
tion d'onde décrivant le système constitué de deux atomes d’hydro- 

gène en interaction faible s'écrit en première approximation 


POP Gris re, R) = Na [ho (1) Ÿo (2) Æ Va (2) Yo (NI = 
N [or vierrstn Fe er ir] 
ma — 


, (5.86) 


où N, est le facteur de normalisation différent de 1/J/2 du fait de la 
non-orthogonalité des fonctions d'onde #, et 14. 
Introduisons une intégrale dite de superposition et définie par 


s— | | a (1) du (1) be (2) pe (2) dr dr, & 1, (5.87) 

ce qui permet d'obtenir pour . les expressions suivantes : 
Ns=1/V2(+S), (5.88) 
N_=1/V2(1—S). (5.89) 


Comme le montre la relation (5.87), l'intégrale S caractérise le 
recouvrement des fonctions de distribution des électrons dans la mo- 
lécule, c'est-à-dire le degré de « mise en commun » des électrons. 
Dans ces conditions, l'énergie du système est en première approxi- 
mation voisine de la somme des énergies des électrons dans l’état 
fondamental (nr = 1) des atomes d'hydrogène: 


ED _2E = — Mot (5.90) 
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À l'approximation du deuxième ordre, de même que dans le cas 
de l'atome d'hydrogène considéré plus haut, l'interaction entre les 
différentes parties du système lève la double dégénérescence de l’état 
du système, c’est-à-dire conduit à la décomposition de l'énergie 

EN = EN AE, (5.91) 


. 


ou 


AE" — ji Wu (r, rm, R)AU'(rr., R)dtidt,. (5.92) 


En introduisant dans (5.92) la valeur de AU” tirée de (5.85) et 
WG (r,, r2, R;) = | YU) (r,, r2, R) |? donnée par (5.86). on peut, 
de même que pour l’atome He, ramener l’intégrale (5.92) à la som- 
me de deux intégrales: coulombienne et d'échange: 

; C'+À’ : 
où C’est l’énergie potentielle mutuelle des électrons de la molécule 
H, « étendus » dans l’espace, dont la valeur dépend de R; A’ la 
contribution quantique à cette énergie, liée à l’indiscernabilité des 
électrons (énergie d'« échange »). 

Le signe « + » correspond à la fonction d'onde symétrique 
et le signe « — ». à la fonction d'onde antisymétrique W,,: 


AEe= EE <0, (5.94) 
AE = > 0. (5.95) 


Les calculs montrent que dans le cas de la molécule H, les deux 
intégrales (C’ et À’) ont des valeurs négatives et telles que | A’ | > 
> | C’ | pour toutes les valeurs de À. Par conséquent, AE << 0 et 
AE > 0. A la première condition correspond un état stable de la 
molécule (liaison « chimique » entre les atomes), et à la seconde, 
l'absence de liaison entre les atomes (). Les résultats du calcul de 
AE (Par) et AE (pee) sont représentés sur la fig. 5.5. On voit que 
lorsque pr — R/r8 diminue, AE\ décroît de façon monotone (cour- 
be 7). La courbe de AËX (courbe 2) présente un certain minimum 
d'énergie lors du rapprochement des atomes pour une certaine dis- 
tance d'équilibre entre les protons pf, — R/rsg. La valeur de 
R, & 0,076 nm. A l'état lié, la partie dépendant des coordonnées de 


() Quand la fonction d'onde des coordonnées est antisymétrique (par la 
suite cet état de la molécule H, sera notée 2x), la courbe AE (R) comporte 
tout de même un minimum aplati et très peu profond dû à l'attraction de Van 
der Waals entre les atomes pour de fortes valeurs de R. C'est le résultat de l'inter- 
action des moments dipolaires stimulés, une sorte de « dernière chance » qui 
reste aux atomes de se lier entre eux lorsque leurs couches électroniques ne se 
recouvrent pratiquement pas. On peut montrer que dans ces conditions la force 
d interaction est inversement proportionnelle à R? (London, 1928). 
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la fonction d'onde est une fonction symétrique des coordonnées, donc. 
la fonction d'onde de spin % (s,, s:) doit être antisymétrique. Ainsi, 
les molécules ne se forment à partir des atomes que si les spins des. 
électrons de valence responsables de la liaison considérée sont anti- 
parallèles. : 

Liaisons homopolaire et hétéropolaire. — Dans le cas de la Liai- 
son homopolaire (appelée encore liaison de covalence ou covalente), 
seules les paires d'électrons dont les spins sont antiparallèles peuvent. 
« agglutiner » les atomes en molécules. Chacun des électrons d’une 
telle paire n'appartient plus à un seul des atomes de la molécule. 


Dans l'état stationnaire les fonctions de distribution des électrons. 
sont « étendues » sur tout l’espace occupé par la molécule, c'est-à- 
dire que les deux électrons sont « mis en commun » et appartiennent 
à l’ensemble de la molécule. 

Les interactions d'échange possèdent la propriété de saturation. 
C'est ainsi par exemple que lorsqu'un troisième atome d'hydrogène 
s'approche d'une molécule H., la formation d’une molécule à trois 
atomes ne se produit pas parce que les deux états quantiques fonda- 
mentaux de la molécule H, sont déjà occupés par les électrons. Le 
troisième électron doit occuper dans l’atome d’hydrogène un état 
plus énergétique 2s, ce qui est impossible. La physique classique n’a 
pas pu expliquer la nature des forces homopolaires, leur particularité 
« mystérieuse » de se saturer. 

La valence de l'atome d'un élément chimique donné est liée au 
nombre d'électrons dans la couche extérieure qui peuvent se combi- 
ner en paires avec des électrons de la couche extérieure d'un autre 
atome avec lequel il entre en réaction. Lorsque les atomes se réunis- 
sent en molécules, les valences des atomes se saturent mutuellement 
et les spins des électrons se compensent mutuellement. La valence 
chimique d'un atome est égale au double spin de l’atome à l'état 
fondamental ou excité, c'est-à-dire qu'elle dépend pour un seul et 
même atome de l’état quantique qu’il occupe. Par exemple, suivant 
son degré d’excitation un atome de chlore peut être de valence un, 
trois, cinq et sept. Les atomes de gaz nobles sont de valence nulle, 
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parce que leur spin à l’état fondamental est nul et le premier état 
-excité est séparé de l'état fondamental par une grande distance éner- 
gétique. 

Dans le cas de la liaison homopolaire. la distribution de la den- 
sité de charge électrique dans les molécules a un caractère substan- 
tiellement non sphérique. C'est ainsi par exemple que dans la molé- 
cule H, à l’état stable, le « nuage électronique » est concentré prin- 
Cipalement entre les protons (fig. 5.6, a) et, à l'état instable, en 
dehors de cette région (fig. 5.6, b). La région de 
l'espace occupée de préférence par une seule 
paire d'électrons s'appelle orbitale moléculaire 
ou cellule. | 

Dans le cas d’une liaison dite hétéropolaire 
(ou ionique) tous les électrons de valence pas- 

Fi sent d'un atome à l’autre. Les ions qui en 
ig. 5.7 É re 

résultent s’attirent avec une force propor- 
tionnelle à leurs charges qui sont numéri- 
quement égales (en unités e) à la valence de l'atome. L'’attrac- 
tion électrostatique des ions est limitée par la répulsion des 
-couches électroniques qui se recouvrent, cette répulsion étant due 
au principe de Pauli (fig. 5.7). À remarquer que la différence entre 
les types homopolaire et hétéropolaire de liaison est de caractère 
purement quantitatif. Il existe des variantes intermédiaires lorsque 
les molécules ioniques (par exemple, MgO) comportent une certaine 
liaison de covalence. Et inversement. lorsqu'un électron se situe 
dans l’orbitale moléculaire plus près de l’un des atomes, la liaison 
est essentiellement de caractère ionique. La liaison de covalence est 
caractéristique de toutes les molécules organiques et de nombreuses 

molécules inorganiques. 


$ 5.5. Résolution de l’équation de Schrôdinger 
pour un système de deux puits de potentiel rectangulaires 


Un système de deux puits de potentiel rectangulaires constitue le 
modèle unidimensionnel le plus simple d’une molécule biatomique 
(fig. 5.8, a). Le champ réel est plus voisin d’une superposition de 
-deux puits de potentiel coulombiens (fig. 5.8. b). Si l’on ne considère 
-que le comportement d'un seul électron dans un lel système. ceci 
correspondra au modèle le plus simple d'un ion moléculaire (par 
exemple, Hi). Plaçons l'origine des coordonnées au centre du systè- 
me, dans la région ? de la barrière de potentiel entre les puits. L’éner- 
gie potentielle sera comptée à partir du fond du puits. Dans le cas 
d'une particule liée (E << U,) les solutions de l'équation de Schrô- 
‘dinger 


d'jo/dr® + (2moe/hi°) LE — U (x))ÿo = 0 (5.96) 


sont connues pour chacune des cinq régions différentes de variation 
de U (x). Elles sont indiquées dans le Tableau 5.1. La fonction d'onde 
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Tableau 5.1 


Numéro : :. ÿ Energie , : 
: Limites de variation d Fonction d'onde d 
Sn Fe Sécordonnées | Tel | 'éoordonnées 
1 | z<—(b/2--d) | LU É Aiclr+ Be 1x = 40 
eixx —iax 
2 —(b/2)+ d < 7 <—b/2 0 + Bac 
= = À cos (ar = Pi) 
3 | —b2<z<--b;2 | u : Age Be” B* 
4 b2< 7 <(b'2)+d AC + Bei = 
= + À cos (Gr —Q2) 
5 | z>(b/2)+ - Co AgeB* + Be” 8x — B.e-P* 


étant finie pour r = + oo, on a B, = À, — 0, c'est-à-dire qu'à 
l'extérieur des puits de potentiel la fonction d'onde est une expo- 
nentielle dont l'exposant 8 = VW 2m. (U, — E)/h. Par raison de 


Fig. 5.8 


symétrie du champ de force, les constantes À, et B,, À, et B, ne 
peuvent différer l’une de l’autre que par le signe. Ainsi, dans les 
régions 2 et 4 la fonction d'onde peut représenter des parties de co- 
sinusoïdes (p,,, — 0) ou de sinusoïdes (p,,, = f/2) ayant une cer- 
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taine longueur d'onde À — 2x/4 = h/V 2m,.E. Le champ de force 
étant symétrique par rapport au point x — 0, la fonction de distri- 
bution w (x) de la particule (de l’électron par exemple) doit être une 
fonction des coordonnées symétrique. Par conséquent, les fonctions 
d'onde ÿ, (x) peuvent être par rapport à x = Ü soit symétriques 
(paires), soit antisymétriques (impaires). Les courbes représentatives 
de ces fonctions sont montrées sur les fig. 5.9, a et b respectivement. 
Elles correspondent à l’état fondamental de la particule (de nombre 
quantique r — 1). Si la fonction d'onde est symétrique, pour la ré- 
gion Zona 4; = Bet 


Voc = Aa (eP* + e”F*). (5.97) 


C'est surtout cette partie de la fonction d’onde qui est responsable 
de la liaison entre les puits de potentiel. 


Quand la fonction d’onde est antisymétrique, 4; = —B, et la 
fonction d'onde pour la région 3 s'écrit 
hhoa — As (eB* — eF*). (5.98) 


Calculons la pente relative de décroissance de la fonction d'onde 
Ÿo (x) à gauche (x << b/2) et à droite (x > d + b/2) de la frontière de 
chacun des puits de potentiel. Introduisons une nouvelle coordonnée 
z' = (b/2) — x, (5.99) 
c’est-à-dire 
æ = (b/j2) — x’. (5.99a) 
Compte tenu de (5.99), les expressions (5.97) et (5.98) peuvent 
s’écrire sous la forme 


Yo(z’) = Ageft/2 (e-Bx" + e-PbeBx”), (5.100) 
En dérivant W, (x’) par rapport à x’, on obtient 
Mo D — BAseM? (e-Bs F e-Boofx'). (5.101) 


Entre parenthèses, le signe « — » correspond à la fonction 
Yoc et le signe « + » à la fonction 1,4. Ainsi la pente relative de 
décroissance de la fonction d'onde dans l'intervalle compris entre les 
puits de potentiel est donnée par l'expression 


1 dÿo e-Bx+e-B@-x") : 
Y de — BR FE (5.102) 


Pour x’ — 0 (c’est-à-dire près de la frontière intérieure du puits, 
pour x = b'2)on a 


1 dy — 1+F e-Bè 
Re PS eve 2e (5.103) 
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Comme le montrent la première et la cinquième lignes du Ta- 
bleau 5.1, à droite du point x — d + b/2 [ou à gauche du point. 
—(d + b/2)] la pente relative de‘ décroissance de la fonction d'onde 
a pour valeur 


(= 


Vo dr Las —$. (5.104) 


Dans le cas de la fonction d'onde symétrique l'expression (5.103) 
donne (1 — ef?}/(1 + e-Bt) < 1. Ceci explique pourquoi la pente 
de la courbe représentative de la fonction d’onde 1,0 (x) est plus 
grande près de la frontière extérieure du puits de potentiel du côté de 
x > d + b/2 que près de sa frontière intérieure du côté de x << b/2: 


1 dÜoc 
Yoc dx’ 


SP (5.105) 


x’= 
Dans le cas de la fonction d’onde antisymétrique la siluation 
s'inverse : 


1 do 
VoA dz' 


>8. (5.106) 


x’=—0 


Puisque Bf = V 2moe (Uo — E)/h, nous pouvons conclure de ce 
qui précède que pour la fonction d'onde symétrique W4c (x) la pré- 
sence d’un deuxième puits de potentiel au voisinage du premier con- 
duit à la même variation de l'allure de la fonction d'onde près de la 
frontière intérieure du puits +b/2 que celle provoquée par une baisse 
de la hauteur de la barrière de potentiel U/, sur l’une des frontières 
d’un puits de potentiel asymétrique. Comme d’un autre côté 


LE(S). na =t+etea(i+a), (5.107) 


à une plus faible valeur de f dans (5.104) correspond, pour une lar- 
geur donnée d du puits, une plus faible valeur de &« — 2x/X, c'est-à- 
dire une plus grande valeur de À. Par contre, dans le cas de la fonc- 
tion d'onde antisymétrique, une augmentation de f entraîne une 
augmentation de & et donc une diminution de À par rapport à À 
pour un puits de potentiel isolé. Ainsi Àc (7) > Ào (n) et Aa (n) < 
<< À, (n). La variation de la longueur d'onde de de Broglie associée 
à une particule microscopique (électron) dans un puits de potentiel 
est directement liée à la variation de l’énergie cinétique £ (n) de 
la particule. Il est évident que Ec (n) < E,(n)et EA(n) > E, (n). 

Ainsi. lorsqu'un système de deux puits de potentiel apparaît, 
chaque état quantique E, (n) disponible dans un puits de potentiel 
isolé se décompose en deux états quantiques caractérisés par la même 
valeur de r» (fig. 5.10, a). La fission des niveaux d'énergie dépend du 
« couplage » des fonctions d’onde dans les puits de potentiel, c’est-à- 
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dire du degré de leur recouvrement (au $ 5.4 il a été caractérisé par 
l'intégrale de superposition S). 

Comme le montre l'expression (5.103), la variation de la pente 
de la fonction d'onde dh,/dr sur la frontière intérieure des puits de 
potentiel, et donc la variation de l'énergie cinétique de la particule 
microscopique dans le puits, augmente lorsque la barrière entre les 


El) 


} En) 


Eal3) 
ZT Ë, ——_L— 
Lo Ecl3) 


_ 
n2 (9 == 2) 
4 Ec(2) 


Ealt} 
El1) 


4) 


Fig. 5.10 


puits diminue et ceci tant pour #.c [les signes supérieurs dans (5.103)] 
que pour YŸo41 (les signes inférieurs). En effet, 


( 14 doc 122 = ( pet (5.108) 


Voc dz° 1-1 Be 
1 don . 1+e7Pè 
Yoa dx ls E ( 8), © (5.109) 


c'est-à-dire que dans les deux cas la variation de la pente de décrois- 
sance augmente par rapport à fi. C’est pourquoi lorsque l'épaisseur 
b de la barrière diminue, la fission des niveaux AEc (n) = Ec (n) — 
— Eç(n)et AE, = E\ (nr) — E, (n) sera plus grande (fig. 5.10, b). 
Physiquement ceci s'explique par l'augmentation de la probabilité 


‘@) La fission des niveaux d'une molécule biatomique, au sens de la méca- 
nique quantique, est analogue à la décomposition classique des fréquences pro- 
pres de deux circuits oscillants soumis à un couplage inductif M. Plus grand est 
ce couplage, plus fort est le déplacement des fréquences de résonance, le sens du 
déplacement étant différent selon que les courants dans les circuits couplés 
oscillent en phase ou en opposition de phase: V1, 2 = Vo/(1 + M/L)'/, où 
Vo = /a x (LC)//3 est la fréquence de résonance du circuit; L et C sont l’in- 
ductance et la capacité du circuit. Cette analogie n'est pas un effet du hasard, 
car l’équation différentielle du courant ic dans le circuit se confond exactement 
avec l'équation différentielle de Schridinger unidimensionnelle [pour U (x) = 
= 0], à condition que l’on effectue les substitutions ic —+ wo (x), { — x, ©o —+ 


+ V2mo/Eft. 
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de passage, par effet tunnel, de l’électron d’un puits de potentiel 
dans l’autre pour £ € U,. 

Bien que l'étude que nous vénons de faire concerne un système 
de deux puits de potentiel rectangulaires, ses résultats sont vala- 
bles pour tous les autres puits à trois dimensions, par exemple pour 
l'ion moléculaire H$. Dans un système contenant V puits de poten- 
tiel à trois dimensions, chaque niveau se décompose de manière à 
former une bande contenant V niveaux. Par exemple, lorsque N 
atomes isolés se réunissent en un réseau cristallin, chaque niveau 
d'énergie de l’atome se décompose en autant de niveaux que le ré- 
seau contient d’atomes, en formant des bandes d'énergie quasi con- 
tinues (v. $ 8.1). 


CHAPITRE 6 


PRINCIPES DE LA SPECTROSCOPIE ATOMIQUE 
ET MOLÉCULAIRE 


$ 6.1. Lois relatives aux spectres optiques des atomes 


Ce chapitre a pour but essentiel d'examiner les principes de la 
spectroscopie atomique et moléculaire, une des branches les plus 
importantes de la physique atomique expérimentale, qui a joué un 
rôle décisif dans l'établissement des idées actuelles sur la consti- 
tution de la matière. De nos jours la spectroscopie moléculaire et 
atomique est à la base de nombreuses applications techniques im- 
portantes (analyse chimique spectrale, électronique quantique, phy- 
sique du plasma). 

Les spectres de raies d'émission ou d’absorption des atomes cons- 
tituent en quelque sorte leurs « cartes d'identité ». Le spectre ne 
dépend pas du procédé utilisé pour l'excitation de l'atome dans un 
état d'énergie donné. Ceci témoigne de la haute stabilité des atomes 
en tant que grains de matière possédant des propriétés physico- 
chimiques individuelles. 

Spectre de l’atome d’hydrogène. — En 1885, en considérant le 
problème des longueurs d'ondes comme un problème des nombres, 
Balmer a obtenu pour la première fois une formule empirique décri- 
vant la position des raies dans une série spectrale de l’atome d'hy- 
drogène : 


2 


n 
n—4 ? 


À (nm) — 364,56 (6.1) 


où n — 3, 4, 5, 6, ©. 

Ce groupe de raies, ‘appelé série de Balmer, correspond aux pas- 
sages de l’électron dans l’état à deux quanta (n — 2) à partir de tous 
les autres états plus énergétiques (fig. 6.1). Les passages des états 
excités au niveau {s correspondent aux raies de la série de Lyman 
située dans le domaine ultraviolet du spectre. 

Les autres séries spectrales de l’atome d'hydrogène correspondant 
aux passages à des états de n — 3, n — 4et n — 5 (séries de Paschen, 
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de Brackett et de Pfundt) se situent dans l’infrarouge (elles ne sont 
pas représentées sur la figure 6.1). 

Il est essentiel de noter qu'uñe étude plus détaillée du spectre 
de l’atome d'hydrogène à l’aide de méthodes non seulement opti- 
ques mais également radio-électriques a mis en évidence une struc- 
ture fine des raies spectrales constituant la série de Balmer. 
Ceci tient à ce que l'énergie d’un électron dans l'atome dé- 
pend [v. formule (3.341)] 
non seulement du nombre re. 
quantique principal n, mais AZ 00020 Termes 
également du nombre quan- 0  spectraur 
tique interne j =l+s, 
où let s sont respective- _» 
ment les nombres quanti- 
ques orbital et de spin. La 
prise en compte de l’inter- -4 
action spin-orbite pour 
des états de >> 0 ainsi 
que de l'interaction de l’é- 
lectron dans l'atome avec 
les oscillations zéro du 
champ  électromagnétique 
(déplacement Lamb) con- 
duit à ce que les termes -1 
atomiques correspondant à 
différents nombres let j se 
décomposent [v. formule */2 
(3.341) du $ 3.13 et fig. 


3.261. 7 u 
La formule (6.1) peut se 
mettre sous une forme plus E,el IE IE 
commode si l’on tient com- 
pte que la longueur d'onde 100 300 600 À,nm 
de la lumière À = civ: 
Fig. G. 
v=cR(z-+), (6.2 oe 


où n = 3,4, ...,et la quantité R = 1,096775854-107 m-! s'appelle 
la constante de Rydberg. 

En spectroscopie, pour la commodité des calculs, la vitesse de 
la lumière est prise égale à l'unité. Ceci est équivalent à l’introduc- 
tion d’une quantité v — 1/À qu'on appelle nombre d'ondes. A la dif- 
férence de la fréquence exprimée en s”!, la quantité v s'exprime en 
cm”! ou en m'!. Compte tenu de ce qui précède, la formule (6.2) 
prend la forme 


21 

Es) 
— 
CES 


+). (6.3) 
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Lorsque r — o, on obtient la valeur limite du nombre d'ondes 
correspondant à la frontière de la! série de Balmer vin = R/4 
(Am — 364,56 nm). Du côté des fréquences plus élevées vy,, confine 
à un spectre continu. Dans la série de Balmer, la plus grande lon- 
gueur d'onde correspond à v, = (5/36) À. La longueur d'onde de 
cette raie spectrale À, = 656,28 nm (raie rouge H,,- de la série de 
Balmer). 

Pour la série de Lyman on a 


v=Rr(5-—<), (6.4) 


où n = 2, 3, ... Dans ce cas vin = À (im — 91,14 nm). 
Pour la série de Paschen on a 


v=R(S-+), (6.5) 


où n = 4, 5, ... Dans ce cas vin = R/9 (Aim —= 820,3 nm). 

En comparant les formules empiriques indiquées ci-dessus à 
l'expression de l'énergie des niveaux atomiques qui découle de la 
solution de l'équation de Schrôdinger pour un atome d'hydrogène 
[v. formules (3.278), (3.279)] ainsi qu’à la formule (3.354a) qui s’en- 
suit du principe de la superposition des états, on voit que quantita- 
tivement la théorie est en excellent accord avec l'expérience. En 
effet, si l’on multiplie les deux membres de la formule de Rydberg 
(6.2) par la constante de Planck k et tient compte de ce que le cons- 
tante de Rydberg R = 2n°m,.e“/ch, on obtient 


2 
RS ES (6.6) 


Ici, r; et nr; sont les nombres quantiques principaux des états final 
et initial entre lesquels s'effectuent les transitions. 

La même formule donnant l'énergie hv,; des quanta émis résulte 
de la solution de l'équation de Schrôdinger (pour Z = 1). Le spectre 
de l’atome d'hydrogène obtenu expérimentalement s'accorde com- 
plètement lui aussi avec les règles de sélection examinées au $ 3.14 
qui donnent pour des transitions permises à l’approximation dipolai- 
re Al= +14, Am —=0, +1, Aj = 0, +1 (excepté la transition 
ji = 0— j, — 0 qui est interdite). Les transitions de Al = 0 sont 
interdites à cette approximation [c'est-à-dire que l'élément matri- 
ciel correspondant du moment dipolaire entre deux états considérés 
est nul, v. formule (3.361)]. 

Comme nous l’avons vu plus haut, la formule (6.6) ne tient pas 
compte de l'interaction spin-orbite. Une valeur plus exacte de hv;; 
est donnée par la formule (3.341). 
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En plus de la structure fine des raies spectrales due à l’interac- 
tion spin-orbite on observe une structure encore plus fine du spectre 
qui a pour cause l'interaction spin-spin entre l’électron et le noyau 
atomique. Le noyau (proton) de l’atome d'hydrogène possédant un 
spin, il en résulte une décomposition supplémentaire, relativement 
faible, des niveaux énergétiques de l'atome (y compris de l'état 
fondamental 1Âs,/.). Les fréquences correspondantes de transitions 
entre deux tels niveaux se situent dans le domaine des hyperfréquen- 
ces (v. $ 6.9 et Tableau 6.11). L'atome d'hydrogène — le plus simple 
des systèmes atomiques stables — constitue le principal « polygone 
atomique » dans lequel ont été essayées toutes les théories quantiques 
à commencer par la théorie des orbites quantifiées de Bobr et à ter- 
miner par l'électrodynamique quantique qui permet de calculer 
avec une grande précision le déplacement Lamb. Ceci est possible 
vu que pour un atome à un seul électron les équations de Schrüdin- 
ger et de Dirac peuvent se résoudre d'une manière rigoureuse. Dans 
le cas des atomes à plusieurs électrons, l'interaction entre les élec- 
trons ne permet pas de trouver une expression analytique exacte 
pour la fonction d'onde (r;) et donc pour la fonction de distribution 
w (r;). 

Spectres des ions hydrogénoïdes. — Le système à un électron est 
représenté non seulement par l’atome d'hydrogène neutre mais éga- 
lement par des ions hydrogénoïdes chargés positivement : He*, Li**, 
Be***+, etc. En spectroscopie, les atomes neutres sont désignés en 
faisant suivre le symbole de l'élément du chiffre romain I, les ato- 
mes ionisés une fois, du chiffre II, les atomes ionisés deux fois, du 
chiffre 111. et ainsi de suite. Avec de telles notations la série d'ions 
hydrogénoïdes s'écrit sous la forme: Hell, Lilll, BelV, etc.(1 

Ces ions se composent d'un noyau (de Z — 2 pour He*, Z = 3 
pour Li*+, Z = 4 pour Be***) et d’un électron. Il est naturel que 
dans ce cas aussi l'équation de Schrôdinger se résout exactement, si 
bien que les spectres des ions hydrogénoïdes peuvent être calculés 
avec précision. Comparés aux spectres de l'hydrogène, ils se trou- 
vent déplacés vers le domaine des fréquences élevées parce que la 
constante de Rydberg À, d’un ion de nombre atomique Z est Z° 
fois plus grande que la constante correspondante Rx de l'atome 
d'hydrogène. Par suite, le spectre pour He* par exemple doit être 
constitué par des séries analogues à celles de l'atome d’hydrogène 
mais avec des nombres d ondes quatre fois plus grands. La série 
analogue à la série de Lyman se situe pour He* dans l’ultraviolet 
lointain (Am — 22,79 nm). Dans la portion visible du spectre et 


G) Chaque particule atomique de la série suivante: Lill, Eelll, B1V, 
CV, … comporte deux électrons et chaque particule de la série: Lil, Bell, 
BIII, CIV en a trois, et ainsi de suite. De telles séries sont dites iscélecironiques. 
Les spectres des atomes et des ions appartenant aux séries isoélectroniques ont 
une structure analogue et ne sont que déplacés en fréquences suivant la loi de 
Moseley (v. $ 6.5). 
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dans le proche ultraviolet se situe une série de l’hélium ionisé ana- 
logue à la série de Brackett de l'hydrogène (nr; = 4): 
: 1 1 = 
Vus Ru (5), (6.7) 
où n = 5, 6, 7, ... 
Mettons l'expression (6.7) sous la forme 


entr) Ce 


La comparaison des formules (6.8) et (6.3) montre que pour des 
nombres » pairs on obtient des raies qui se confondent avec les raies 
de la série de Balmer de l’hy- 
drogène (fig. 6.2). Pourtant 


FES H9 072 des études effectuées avec une 


H se ” grande minutie ont montré 
e Parme que toutes les raies paires de 

n 5 6 le o\o eva la série de Pickering sont 
He* Série déplacées d'une petite quan- 
de Picheriny tité Av vers le domaine des 

11 1315 fréquences plus élevées par 


rapport à des raies corres- 
pondantes de la série de 
Balmer de l'hydrogène. Pour 
n = 6 par exemple, la quantité Av = 0,3 nm. Cette petite diffé- 
rence s'explique par la différence des masses réduites Mx moe/(Mx + 
+ moe) de l’atome dans ces deux cas. Puisque m,./MXx est quatre 
fois plus petite pour He* que pour l'hydrogène, on a Rxe+ > 4Ru, 
car 


Fig. 6.2 


212Zet M 1 
71°Zeimoe D Rs (1+ me) , (6.9) 


LÉ TE Fr 


où R est la constante de Rydberg pour le cas où la masse du noyau 
AIN — co. Ainsi, la constante R; dépend non seulement de la char- 
ge Z du noyau mais également de sa masse. 

Spectres des atomes de métaux alcalins. — Le spectre d'états 
propres d’un système à deux ou à plus grand nombre d'électrons ne 
peut être déterminé qu'en résolvant l'équation de Schrôdinger par 
des méthodes d’approximations (v. $ 3.15). Des renseignements 
qualitatifs sur le comportement des électrons dans des systèmes 
à plusieurs électrons peuvent être obtenus à l’aide d’un modèle vec- 
toriel de l’atome (v. $$ 6.2 et 6.3). 

Examinons les spectres des atomes de métaux alcalins: Li, Na, 
K, Pb, Cs et Fr (fig. 6.3). Les spectres optiques de ces atomes sont 
d'une même structure parce qu'ils sont déterminés par les passages 
d'un électron s de valence à divers états excités. On peut considérer 
de façon approchée que l’électron de valence se déplace dans le 
champ coulombien dû au restant de l'atome comprenant le noyau 
et tous les autres (Z — 1) électrons. Il faut alors introduire, dans 
la formule (3.341) pour un atome d'hydrogène, au lieu de la charge 


218 


Z du noyau la charge efficace Z,r, — (Z — a), où a est une certaine 
constante (différente pour divers atomes et orbitales atomiques), 
qui caractérise le degré de protection de la charge du noyau par les 


électrons de la carcasse. L'expression (3.341) prend alors la forme 
suivante (): 


fe (Z— a} mocet ___ (Z—a)t moce* ( 1 31 
LE 2h°n2 2h'c°n3 i-L1/2  4n ] En 
Ra RZne*f 1 3 

ee musee 610 


On voit que l'énergie d'un électron dans l'atome (ou, dans le lan- 
gage de la spectroscopie, la valeur du terme spectral) dépend non 


En p d f 
lumiere Lumière D L=7 lei L=2 1-3 
énfrarouge lisible | AT A 0 m=0  m=0t1 Me0t1:2 m«0t1,+2,+3 


n°4 
LEX 


BMAIRNI 1H 
Serie. 
principale 
Série 
diffuse 

1 Série 
i brusque A1 


———)! “En 


Fig. 6.3 Fig. 6.4 


ne? 


seulement du nombre quantique principal nr mais également du 
nombre quantique interne j. Puisque dans le cas considéré le nombre 
j peut prendre, du fait du spin de l’électron, deux valeurs (j = 
= l'+ 1/2) pour chaque ! > 0, tous les états (excepté s) sont des 
doublets. 

Compte tenu des règles de sélection (AL — + 1. Aj = 0, + 1), 
le spectre d'absorption de tout atome d’un métal alcalin doit repré- 
senter une seule série de raies (on l'appelle série principale) corres- 
pondant aux passages de l'électron de valence de l’état fondamental 
s à divers états p non occupés (fig. 6.4). Lors de l'absorption de la 
lumière A! = + 1; lors de l'émission de rayonnement par un atome 
excité on observe la même série de raies (A! — — 1). Le schéma éner- 
gétique des états quantiques d’un électron de valence (? représenté 


() Ici, le terme m9,c° qui détermine l'énergie au repos de l’électron 
(v. 8 3.13) est omis. 

(2) A l’électron de valence dans les atomes de métaux alcalins on donne 
encore le nom d'électron optique ayant en vue que c'est précisément les transi- 
tions de cet électron entre des états excités de l’atome qui sont responsables de 
l'apparition du spectre optique. 
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sur la fig. 6.4 est construit à partir de l'expression (6.10). Mais à gau- 
che de l'axe des énergies on a indiqué les nombres quantiques réduits 
n' et non pas les valeurs vraies du nombre quantique principal. 
Comme l’état fondamental d’un électron optique correspond dans 
l'atome Li à » — 2. dans l'atome Na à nr — 3, dans l’atome K à 
n — 4, et ainsi de suite, on a n° = nr — 1 pour le Li, n° — n —2 
pour le Na, n° — n — 3 pour le K, etc. L'introduction de n° per- 
met de rendre le spectre d'états d’un électron optique analogue au 
spectre de l’atome d'hydrogène. Le moment orbital dans l'état s 
(£ = 0) étant nul, l'interaction spin-orbite l'est également. Par sui- 
te, tous les états s sont des singlets, alors que tous les autres états 
(p, d, f, etc.) sont des doublets. Les transitions des divers états d au 
premier niveau p excité d’un électron optique (A! — — 1) donnent 
lieu à l'apparition de raies d'émission constituant une série dite 
première série secondaire (), tandis que les passages à ce niveau à 
partir des divers états s (AÏ — + 1) font apparaître les raies d'émis- 
sion de la deuxième série secondaire (?. La série correspondant aux 
passages des divers états f au premier état excité d (AI — —1) 
s'appelle série fondamentale ou série de Bergman. Les spectres tant 
de la série principale de raies que des séries diffuse et brusque obéis- 
sent aux lois suivantes qui sont faciles à expliquer à l’aide de la for- 
mule (6.10) et du schéma des transitions de la fig. 6.4 : 1) la décrois- 


sance de la différence Av des nombres d'ondes des raies qui consti- 
tuent des doublets de la série principale lorsqu'on va de la première 


raie de la série vers sa frontière ; 2) la constance de la différence AY 
pour toutes les raies doublets des séries diffuse et brusque ; 3) l’éga- 
lité de la différence Av pour la première raie de la série principale et 
toutes les raies des séries diffuse et brusque. 

Les spectres optiques des autres éléments du Tableau périodique 
de Mendéléev (métaux alcalino-terreux, terres rares et autres) sont 
encore plus complexes que ceux des atomes de métaux alcalins. 
Néanmoins, pour ces éléments eux aussi les spectres peuvent se 
décomposer en séries distinctes pareilles à des séries de raies pour 
l'hydrogène et les atomes hydrogénoïdes et disposées suivant une 
loi déterminée. Lorsqu'on passe d'un atome de numéro atomique Z 
à un atome de numéro atomique (Z + 1), le spectre optique subit 
un brusque changement. Pourtant les structures des spectres de 
systèmes quantiques isoélectroniques, par exemple d’un atome neu- 
tre de numéro atomique Z et d’un ion positif d’un élément de nu- 
méro atomique (Z + 1), présentent une bonne similitude. Une seule 


(1) Cette série est encore appelée série diffuse puisque ses raies possèdent 
un élargissement supplémentaire du fait que les états d sont des doublets. Com- 
me il résulte de la formule (6.10), cette décomposition est petite par rapport à la 
décomposition de l’état final p. À remarquer que seulement trois des quatre 
transitions concevables entre les états doublets p et d peuvent se réaliser parce 
que la transition d;/2 — pi. est interdite (Aj = 2). 

(2) La deuxième série secondaire est encore appelée série brusque parce que 
ses raies sont moins diffuses que celles de la première série secondaire. 
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différence consiste en ce que pour l'ion de (Z + 1) les nombres d’on- 
des des raies sont déplacés dans le domaine des plus fortes valeurs 
de v. ‘ 

En spectroscopie on convient de faire la distinction entre le 
spectre d'arc et le spectre d'étincelle. Si le spectre d’arc, que l’on ob- 
tient généralement à l’aide d’une décharge luminescente à basse 
température ou à l’aide d'une décharge à arc, correspond à l’émis- 
sion d’un atome excité, le spectre d’étincelle correspond à l’émis- 
sion des ions excités du même élément, car lors de la décharge par 
étincelles (de même que dans le cas d’un arc à forte intensité de 
courant) la composante électronique du plasma à décharge gazeuse 
est portée à une haute température, ce qui rend possible l'obtention 
des atomes ionisés une seule ou plusieurs fois (v. $ 11.5). 


$ 6.2. Spectre atomique de l’hélium. 
Modèle vectoriel de l’atome 


Le spectre de l’hélium, atome à deux électrons équivalents dans 
l'état s, a ceci de particulier qu'il comporte les mêmes séries que dans 
le cas des métaux alcalins: principale, brusque. diffuse, etc. Mais 
à la différence du cas précédent on observe ici deux séries prin- 
cipales dont l’une est constituée par des raies singlets et l’autre par 
des raies triplets. Il en est de même pour les autres séries de l’atome 
d’hélium, c'est-à-dire qu'il y a deux séries brusques, deux séries dif- 
fuses, etc. Une telle particularité du spectre atomique de l'hélium 
s'explique par la structure de ses niveaux d'énergie qui se décompose, 
comme il a été montré au $ 5.4, en deux états presque indépendants 
l’un de l’autre: le parahélium et l'orthohélium (1. Dans le parahé- 
lium les spins des deux électrons sont antiparallèles de sorte que le 
nombre de spin total de l'atome S, = 0, alors que dans l’orthohélium 
les spins des électrons sont parallèles et S, — 1. Le diagramme des 
niveaux d'énergie de l’hélium est représenté sur la fig. 6.5 (les lon- 
gueurs d'ondes sont indiquées en nanomètres). Plus exactement, c'est 
le schéma des transitions énergétiques possibles de l’un des électrons 
dans le champ du restant atomique constitué par le noyau et le 
second électron. Comme nous l'avons vu au chap. 5, l'interaction 
spin-orbite dans cet atome n'est pas déterminante. Le rôle essentiel 
est joué ici par l'interaction d'échange, une contribution quantique, 
due à l’indiscernabilité des électrons, à leur énergie d'interaction 
coulombienne (v. $ 5.4). 

La structure qualitative des termes énergétiques de l’atome d’hé- 
lium peut s'obtenir à l'aide des règles empiriques de l'orientation 
relative des vecteurs S; et 1; connues sous le nom de couplage normal 


“ On considérait naguère que la décomposition nette des raies spectrales 
en raies singlets et en raies triplets était liée à l'existence dans la nature de 
deux éléments distincts: du parahélium et de l’orthohélium. Cette hypothèse 
s'est avérée non justifiée. 
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ou de couplage LS () (au $ 6.3 seront examinés d’autres types pos- 
sibles de couplage : le couplage j, j, le couplage dit intermédiaire ou 
couplage J”, !). Le couplage LS est caractéristique des électrons dans 
l’atome d'’hélium justement du fait de la prédominance des forces 
d'échange et de la faiblesse relative de l'interaction entre les mo- 


Paruñélium Orthoheliar 
S-0 Sr! 


Fig. G.5 


ments intrinsèques des électrons et le champ magnétique dû au mou- 
vement orbital. 

Dans le cas du couplage de Russel et Saunders les règles de com- 
position géométrique des moments sont les suivantes: 

1) les moments angulaires orbitaux p,; de tous les N électrons 
optiques s’orientent l’un par rapport à l’autre de telle sorte que le 
moment orbital résultant p, de l'atome ait une valeur entière (en 

N 


unités de ki): P, = À pr, où [| L|— 0, 1, 2, 3, ... La quantité 
{1 


| L | est appelée nombre quantique orbital de l'atome et notée L, ; 

2) les moments de spin de tous les électrons optiques s'orientent 
de manière à être soit parallèles, soit antiparallèles l’un à l’autre. 
La valeur du moment de spin résultant de l’atome doit être entière 
(en unités de À), y +. nulle (pour NW pair), ou demi-entière (pour 


N impair): Ps = : Pst- La quantité | S | est appelée nombre 


quantique de spin de T atome et notée S, ; 

3) le moment orbital total P,, et le moment de spin résultant 
P;, s’orientent l’un par rapport à l’autre de manière que le moment 
angulaire résultant P, de l’atome soit entier (lorsque À est pair) ou 


G) Ces règles étant proposées pour la première fois par Russel et Saunders. 
le couplage LS est encore appelé couplage de Russel et Saunders. 
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demi-entier (lorsque N est impair). La quantité | J | s'appelle nombre 
quantique interne de l'atome et se note J;. ; 

L'ensemble des trois nombres quantiques S,. L, et J, caracté- 
rise entièrement l'orientation relative des moments cinétiques des 
électrons optiques de l'atome. Dans le modèle vectoriel de l'atome 
on adopte en cas du couplage LS que les vecteurs qui caractérisent 
les moments angulaires de spin p,, — äs, et p., — lis, sont animés 
d'un mouvement de précession autour de la direction du vecteur 
Ps. Quant aux vecteurs p,, et p,.. ils précessionnent autour de la 


(] Pss 
Liaison LS Liaison jj Liaison J4 


Fig. 6.6 


direction du vecteur P,,. Les vecteurs Ps, et P,, participent à leur 
tour à la précession lors du mouvement autour de la direction du 
moment total P,, de l’atome (fig. 6.6, a). Pour l'atome d’hélium 
N = 2. C'est pourquoi $, = 0 dans le cas de l'orientation antiparal- 
lèle des spins (parahélium) et S, = 1 pour l’orthohélium. Dans le 
premier cas le nombre quantique interne J, ne peut prendre qu'une 
seule valeur J, = ZL,. 

Pour S, = 1, le nombre quantique J, peut prendre trois valeurs : 
(La +1), L, et (L, — 1) quelles que soient les valeurs de L, ex- 
cepté L, = 0 ®,. Pour L, = 0, il n'y a qu’une seule valeur J, = 
= S, — 1. La multiplicité (poids statistique) des termes se déter- 
mine par la quantité g = (28: + 1). Pour S, 0, onag—=1et 
pour S, = 1, g = 3. 

Chaque combinaison de trois nombres quantiques (S,, L,, J,) 
caractérise un état énergétique déterminé de l'atome. Il est naturel 
que l'énergie d’un terme dépend également de la valeur des nombres 
quantiques principaux des deux électrons de l'atome d’hélium et de 
l'état de leur mouvement orbital, c’est-à-dire que £ = E (r;, L,, 
los Los Sas Lars JA). Si l’on parvenait à exprimer cette fonction sous 
forme analytique, la formule obtenue serait beaucoup plus complexe 


G) La valeur J\ — La correspond au cas où les vecteurs L, et S, sont 
orientés sous un angle de 120° l'un par rapport à l’autre. 
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que la formule (6.10) décrivant la structure fine du spectre atomique 
de l'hydrogène et des métaux alcalins. Pour l'atome d’hélium l’éner- 
gie du terme doit dépendre dans le cas général de sept nombres quan- 
tiques. Il est évident que c’est un problème très complexe. Mais sa 
résolution n'est pas tellement nécessaire étant donné que la variante 
la plus typique est celle où un seul des électrons de l'atome d’hélium 
passe à des états excités, alors que le deuxième reste dans l’état le 
moins énergétique 1s (n, = 1, L, — 0). Ceci simplifie fortement le 
problème, car pour nr, = 1 = Cte,l, =0,L, = let n, = n, l'éner- 
gie est fonction de quatre nombres quantiques seulement: £ = 
— E(n, L,. S,, J,). Compte tenu de ce que S, = 0 et S, = 1, 
on obtient ‘deux systèmes de termes (v. fig. 6.5) dont la position ne 
dépend que de trois nombres quantiques: £ = E (n, L,, Ji)sa=on- 

Les désignations des niveaux d'énergie possibles pour le parahé- 
lium et l’orthohélium sont indiquées dans le Tableau 6.1. Comme 


Tableau 6.1 


ParahéiiumS,, — 0 Orthohélium S, = 1 
ä La Désigna- 
Ja |tions des| J;, Désignations des termes 
termes 

1 | 0 | 0 | 1159 | 18: 

5 0 0 215, 1 23S: 

A 1 1 21P; 2,1,0 23Pa, 23P;1, 9P, 
0 0 315, 1 8S: 

3 1 1 31P, 1|2,1,0 33P:, 3P1, SP, 
2 2 31D: 3, 2,1 Da 3De, SD: 
(0 0 4150 1 453$; 

4 1 1 &1P1 12,1,0 45P:, 43P1, 43P, 
2 2 41Da |3,2,1 43D3. 43D2, 4D; 
3 3 4Fa 4, 3,2 4F,, F3, 43F2 


le montre ce tableau, lorsqu'on ne tient pas compte du principe de 
Pauli. le modèle vectoriel de l'atome d'hélium contient deux états 
quantiques différents, chacun à un quantum: 118, et 1%S,. Pourtant 
le principe de Pauli interdit l'existence dans un état quantique iden- 
tique de deux électrons ayant des spins parallèles (dans ce cas les 
deux électrons auraient leurs quatre nombres quantiques identiques : 
n=nh=1, L=1l, =0, m = m, = 0, s, = s,). Effectivement, 
le spectre atomique de l’hélium ne comporte aucune raie qui pour- 
rait être émise lors des passages des états excités à l’état 1%S,. L'ana- 
lyse du spectre atomique de l’hélium et d’autres éléments montre 
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qu'il ne comporte jamais de raies correspondant aux passages dans 
des états pour lesquels deux ou un plus grand nombre d'électrons 
ont tous leurs nombres quantiques identiques. C’est précisément ce 
fait expérimental qui a conduit Pauli (1925) à énoncer le principe 
d'exclusion (v. $ 5.2) qui postule que tout atome (ou un autre sys- 
tème quantique: ion. molécule, cristal) ne peut comporter plus 
d’un seul électron ayant tous ses nombres quantiques identiques 
qui caractérisent entièrement son état. 

Ainsi, l’état normal de l'atome d'’hélium est représenté par le 
terme 1!S,. Les indices 1 et 3 placés en haut à gauche du symbole 
d'état désignent la multiplicité du niveau. Ils permettent de dis- 
tinguer les états singlets et triplets, par exemple 21P, et 25%P,, 3!P, 
et 3%P,, 31D, et 3%D,. etc., dont les désignations seraient confondues 
sans ces indices. Comme le montre le diagramme de niveaux d’éner- 
gie de la fig. 6.5, les termes triplets se situent généralement plus 
profondément que des termes singlets correspondants. C'est ainsi 
par exemple que le premier terme triplet 25$, se situe de 0,8 eV plus 
bas que le terme singlet 2!S,. Il convient de noter que ces états de 
l'atome He sont méfastables car au passage à l’état quantique plus 
bas 1!S, doit être imposée une double interdiction : suivant les règles 
de sélection pour le nombre quantique orbital Al -= + 1 et pour le 
nombre quantique de spin AS — 0. Du fait de cette interdiction la 
durée de vie des atomes d'hélium excités d'une manière quelconque 
(par choc électronique par exemple) dans les états 218, et 258, est 
de l’ordre de la milliseconde (1). Ainsi les atomes métastables d'hé- 
lium sont des porteurs d’une énergie considérable (à l'échelle atomi- 
que) qui peut être transférée à d’autres atomes par suite des chocs 
dits résonnants par exemple (v. $ 6.3). Ce phénomène est largement 
utilisé dans des lasers à gaz. 

Le rapport des poids statistiques pour les niveaux des atomes d’or- 
thohélium et de parahélium est (g5/£)) = 3. Ceci signifie que la po- 
pulation des niveaux de l'orthohélium est trois fois plus grande que 
celle du parahélium et donc l'intensité des raies doit être trois fois 
plus élevée pour l’orthohélium que pour le parahélium. C’est ce 
qu'on observe expérimentalement. La plus caractéristique de toutes 
les raies de l’hélium est la raie jaune émise à la longueur d'onde 
À = 587.5 nm lors des passages des électrons des états 3°D à des états 
2%P (compte tenu de la règle de sélection AJ, = 0, +1). La série 
principale singlet de raies 1$, — n!P, se situe dans l’ultraviolet 


() En laboratoire, le retour d'un atome d'hélium de l’état métastable 
à l'état fondamental se produit par suite des collisions avec d'autres atomes et 
eur les parois des chambres à décharge gazeuse. Dans l’espace cosmique où les 
collisions sont peu probables, on peut observer des raies correspondant à des 
passages interdits à l'approximation dipolaire. Cette interdiction n’est pas sévè- 
re. elle signifie seulement que la probabilité d’une telle transition est faible. 
Comme nous l'avons vu au & 3.14, dans le domaine optique la probabilité est 
de 10% à 106 fois plus faible pour les transitions quadrupolaires que pour les 
transitions dipolaires. 
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lointain, alors que les séries triplets se situent dans l'infrarouge, le 
visible et le proche ultraviolet. Du fait de l'existence de la règle de 
sélection AS, = 0, les transitions intersystèmes entre les termes 
singlets et les termes triplets sont peu probables, de sorte que l’in- 
tensité des raies correspondantes est très faible. On observe par exem- 
ple une raie peu intense émise à la longueur d'onde À = 59,14 nm 
lors de la transition entre l’état triplet “P,. et l'état singlet !S,. 
Une telle transition ne peut se produire qu’en cas d’une rotation 
simultanée du spin de l’électron, ce qui est peu probable. 

Remarquons que dans les spectres atomiques des métaux alcalins, 
qui contiennent eux aussi deux électrons de valence, les termes ato- 
miques se décomposent, de même que dans le cas de l’hélium, en 
singlets et en triplets. A la différence du spectre atomique de l’hé- 
lium, dans les spectres de ces éléments on observe des raies d’inten- 
sité notable dues aux transitions intersystèmes, ce qui s'explique 
par la non-observation de l'interdiction AS — O par suite d’une 
forte interaction spin-orbite qui s’intensifie lorsque le nombre d’élec- 
trons V dans l'atome augmente. 


$ 6.3. Modèle vectoriel des atomes comportant deux 
ou un plus grand nombre d'électrons de valence 


Symbolisme des spectres atomiques. — De mème que dans l’ato- 
me d’hélium, l'excitation des atomes à deux ou un plus grand nom- 
bre d'électrons de valence a généralement pour résultat le passage 
à des niveaux excités d'un seul des électrons. Dans ce qui suit nous 
allons considérer justement ces cas. Une excitation simultanée de 
deux ou d’un plus grand nombre d'électrons est un phénomène peu 
probable et le spectre qui en résulte est beaucoup plus compliqué. 

Examinons d'abord certaines questions concernant le symbolisme 
des termes atomiques et quelques règles empiriques. En spectroscopie, 
les termes qui décrivent l'état d’un atome se divisent en pairs et 
impairs. Les premiers correspondent à une somme paire des moments 
orbitaux de tous les électrons de valence (5S2;) et les seconds à une 


? 

somme impaire. On convient de désigner un terme impair par l'indice 
0 placé à droite en haut. Pour le Hel, par exemple, la parité du 
terme à l, — 0 dépend de la valeur de Z,. Les termes $S, D. G sont 
pairs et les termes P°, F° sont impairs. Dans le cas du couplage LS 
normal, les multiplets satisfont généralement à la règle des intervalles. 
Par exemple, pour un terme contenant cinq niveaux à différentes 
valeurs de J, (Dos), les intervalles A entre les niveaux sont 
dans des rapports 1:2:3:4. 

La position relative des termes se détermine par deux règles de 
Hund empiriques que voici: 

1) pour une configuration électronique donnée la position du 
terme est d'autant plus profonde que S$, (et donc la multiplicité 
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g = 28, + 1) et L, (admissible pour une multiplicité donnée) ® 
sont plus grands; ; 

2) si le nombre d'électrons remplissant la couche est inférieur 
à la moitié de la valeur maximale possible, le niveau le plus profond 
du terme doit avoir la valeur minimale possible de J, (termes nor- 
maux ou réguliers). Si le remplissage de la couche excède la moitié 
de la valeur maximale possible, le niveau le plus bas sera caracté- 
risé par la valeur maximale possible de J', (termes inversés ou irrégu- 
liers). Par exemple, pour le Hel, l’ordre des niveaux °P,1, est in- 
versé (v. fig. 6.5). Lorsqu'un électron est excité dans des niveaux très 
hauts (ainsi que dans le cas d’une croissance du nombre d'électrons 
de valence) le couplage normal et donc la règle des intervalles ces- 
sent d’être valables. 

Le nombre maximal possible d’électrons équivalents (r et L 
identiques mais m et s différents) est égal, compte tenu du principe 
de Pauli, à 2 (21 + 1), car pour / donné le nombre quantique magné- 
tique m prend la valeur (2! + 1). Par conséquent, le nombre maximal 
d'électrons qui peuvent se trouver dans divers états est égal à deux 
pour l'état s, à six pour l’état p, à dix pour l'état d, à quatorze pour 
l'état f, et ainsi de suite (v. Tableau 6.2). 

Le groupe contenant un nombre maximal possible d'électrons 
est désigné par convention en indiquant ce nombre en haut à droite 
du symbole de l’état donné (par exemple, s°, pf, d!°, etc.). 

Chacun de tels groupes étant complet (fermé), ses moments angu- 
laires résultants P,, Pset P, sont nuls, c’est-à-dire que les moments 
de tous les électrons constituant un groupe fermé se neutralisent mu- 
tuellement. On utilise pour de tels groupes une même désignation !S,. 
Si l’on enleve à un groupe fermé un certain nombre d'électrons, le 
moment cinétique résultant du groupe restant sera le même que 
celui du groupe enlevé. Il s’ensuit que l'état d'un groupe dont le 
nombre d'électrons est plus grand que la moitié de la valeur maxi- 
male possible peut se déterminer si l’on connaît l’état d’un groupe 
dont le nombre d'électrons est égal à la différence entre le nombre 
maximal et celui contenu dans un groupe donné. 

Suivant le modèle vectoriel de l'atome on peut considérer comme 
équivalentes par exemple des configurations électroniques telles 
que pf et p', p‘et p°, d’ et d!, fi# et f!, etc. L'absence d’un électron 
dans une couche donnée est équivalente à la présence d’un trou dont 
l'état se caractérise par les mêmes nombres quantiques que l’état 
de l'électron échappé. 

Couplage normal ou couplage LS. — En déterminant le nombre 
de termes et donc le nombre de transitions permises par les règles 
de sélection, on peut utiliser n’importe lequel des types de couplage 
entre les moments cinétiques des électrons dans l'atome, car le chan- 
gement du type de couplage n’entraîne qu'une modification de la 

@) La multiplicité d'un terme g = (28, + 1) détermine, lorsque La > Sa, 


le nombre de niveaux qu'il contient. Pour S, > LA, le nombre de niveaux est 
égal à 2L, + 1 (un multiplet incomplet). 
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Tableau 6.2 


Nombre 
Nom- | Xom- N 
bre | jou | Dési- maximal | maximai | Dési- 
quan-| quan- | £na- | Nombre quanti- Nomb.e d'élec- possible | fna- 
tique | tique | tion que magnétique quantique |!trons dans |. d'élec- tion 
prin- |orbitail du m de spin « l'enve- |tronsdans| de la 
cipal 1 |niveau loppe | la couche | couche 
Li 2(21+1)|  2n° 
1 | U 1s 0 | —1/2, He! 2 | 2 | K 
2 | un | 2 0 —1/2, +172 2 
1 2p —1,0, +1 | —1/2, +1/2 6 8 L 
3 (] 3s (L —1/2, +172 2 
4 3p —1, 0, +1 —1/2, +1/2 6 
2 3d |—2,—1,0,+41,+2] —1/2, +1/2 11 18 M 
4 0 4s (L —1/2, +1/2 2 
Î 4p —1,0, +1 —1/2, +1/2 6 
2 4äd | —2, net +1, 1 —1/2, +1/2 40 32 N 
+ 
3 4f | —3,—2,—1,0,] —1/2, +12 14 
+1. +2, +3 
5 0 5s (L —1/2, +1/2 2 
1 5p —1,9, +1 —1/2, +1/2 6 
2 | 54 | —2, e +1, | —1/2, 44/21 10 
3 5f —3, —2,—1,0 | —1/2, +1/2 14 51) O 
+1, +2, +3 
4 5g | —4.—3.—2,—1.] —1/2, +1/2 18 
0, +1, +2. +3, 
+4 


position énergétique du terme, le nombre de termes restant inchangé. 
En spectroscopie, on applique le principe d'invariance d'Ehrenfest 
qui postule que l’état résultant d’un atome se caractérise, pour une 
configuration électronique donnée, par une même collection de nom- 
bres quantiques complets J, quel que soit le type de couplage entre 
les moments cinétiques des électrons. Le type de couplage peut 
changer non seulement d’un atome à un autre mais également dans 
un même atome si le nombre quantique principal n des états exci- 
tés de l'électron optique varie. Il est naturel que la variation du 
nombre n ne doit pas faire varier le nombre de termes. Illustrons ceci 
par l'exemple suivant. 

Supposons que l’un de deux électrons de valence soit à l’état 
p (hi —=1,s, — 1/2) et l’autre à l’état d (1, = 2, s, = 1/2). Lorsque 
les valeurs de n, et », sont faibles, les électrons se trouvent l’un tout 
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près de l'autre, si bien que l'interaction principale sera celle entre 
les moments cinétiques de même type, c’est-à-dire qu’il y aura un 
couplage Ps Dans l'exemple considéré, ce type de couplage donne 
L, = 1, 2,3, S, = 0, 1 et donc J, = 0, 1, 2, 3, 4. Il en résulte 
12 états quantiques possibles 


D Pis SP Pa 

1D 29 3D l° SD 29 SD 3° 
3 

Fu En Es Fi 


Avec le couplage LS normal on doit avoir une structure multi- 
plète typique (singlets, triplets) satisfaisant à la règle des intervalles. 
Mais, comme nous l’avons vu, ce type de couplage ne se réalise que 
lorsque l'énergie supplémentaire due à l’interaction spin-orbite est 
beaucoup plus petite que l'intervalle entre les niveaux des multi- 
plets de différents L, et S,. 

Couplage jj. — Ce type de couplage correspond à un autre cas 
extrême où l'énergie de l'interaction spin-orbite entre les moments 
P.et p, d’un électron l'emporte sur les autres formes d'interaction. 
Il est naturel que pour un atome régi par le couplage jj les moments 
Pra: Psa perdent leur sens physique et donc les nombres quanti- 
ques L,, S, et les symboles des termes $, P, D, etc., eux aussi n'ont 
pas de sens. C’est seulement le moment cinétique résultant de l'atome 
P,, et le nombre quantique résultant J, qui conservent leur signi- 
fication physique. Dans le cas du couplage jj les moments p,; et 
P:, de chacun des électrons s’additionnent vectoriellement pour don- 
ner le moment résultant p;; (p;, = Pu + Ps). Puis, en s'addition- 
nant, les moments p;; de tous les électrons de la configuration donnée 

À 


constituent le moment cinétique total de l'atome P,, = Ÿ pu 
iTi 


(v. fig. 6.6, b). 

En examinant la même configuration électronique contenant deux 
petons un dans l’état p (1, = 1, s, — 1/2) et l’autre dans l'état 
d (ls = 2, s; = 1/2), déterminons j; pour chacun de ces électrons. 
Pour l’électron à l’état p on a Jr = 1 + 1/2 — 1/2 et 3/2, pour 
l’électron à l’état d': j, = 2 + 1/2 — 3/2 et 5/2. Pour trouver toutes 
les valeurs possibles de J,, commençons par composer des paires 
de valeurs différentes de j, et j, et ensuite cherchons toutes les va- 
leurs entières de J, comprises entre les valeurs maximale et mini- 
male de la somme algébrique | j, + j, |. On obtient finalement les 
états suivants: 


Dh = 12, jo = 32, Je, = 1,2; 
Dh = 82 jo 82, Ja = 0, 1,2, 3; 
3) j1 = 1/2, jo = 5/2 Je = 2 3: 
2) ji =8l2 Je 0/0 d, 1,0, 84 


L'ancien symbolisme ayant perdu son sens physique, les termes 
obtenus avec le type de couplage considéré sont notés |j,, j:];,. Dans 
notre exemple les états quantiques seront les suivants: 
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1) (1/2, 3/2],, (1/2, 3/2], ; 

2) (3/2, 3/2],, (3/2, 8/2 "13/2, 3/2], (3/2, 3/2]:; 

3) (1/2, 5/2],, [1/2, 

4) (3/2, 5/2),, (3/2, SL: (3/2, 5/2]:, (3/2, 5/2],. 

Ainsi on a obtenu de nouveau {2 termes avec les mêmes valeurs 
de J, — 0, 1, 2, 3, 4, comme ceci résulte du principe d'invariance 
adiabatique. Si la configuration électronique comporte plus de deux 
électrons, les désignations deviennent encore plus compliquées, 
mais le principe de détermination du nombre de termes possibles 
reste le même. 

Couplage intermédiaire. — En plus de deux types extrêmes de 
couplage LS et jj, les configurations d’atomes réels peuvent mettre 
en jeu des couplages intermédiaires et notamment le couplage J'! 
qui se présente dans les cas où l’atome comporte deux groupes d’élec- 
trons en interaction. Par exemple, dans les atomes de gaz inertes 
(Ne, Ar, Kr, Xe, Rn), lorsque l’un de six électrons p de valence est 
excité dans des états plus énergétiques, il se forme un sous-groupe 
de cinq électrons équivalents qui interagit avec l'électron optique 
excité se trouvant dans un certain état nr. L'état pf étant équivalent 
à l'état P\, le sous-groupe de cinq électrons peut se trouver dans l’un 
de deux états 2*Pie et 2P,,, (de même que pour les atomes de mé- 
taux alcalins. l'indice 2 signifie que ces termes sont doublets). En 
désignant le moment cinétique de ce sous-groupe d'électrons par 
P,;- et le nombre quantique correspondant par J”, on obtient J' = 
= l'+s’ — 1/2 et 3'2. L'’interaction entre le moment P,: et le 
moment orbital p,, du sixième électron provoque l'apparition d’une 
série d'états quantiques caractérisés par le moment cinétique P,. 
et par le nombre quantique correspondant L’ qui peut prendre des 
valeurs demi-entières (d'unité en unité) comprises entre J” + L, et 
[J' — 1, |. Compte tenu de ce que le spin du sixième électron peut 
avoir deux orientations possibles, le moment cinétique total de 
l'atome J, = L'+ ss = L' + 1/2 (v. fig. 6.6. c). 

Pour l'exemple considéré où l’électron excité est passé à des 
états nd (l3 — 2), on obtient L’ = 3/2 et 5/2 (pour J' — 1/2) et 
L' = 1;2, 3/2, 5/2 et 7/2 (pour J' := 3/2). Par tonnes NE 
=; L" a 1/2 = 1et 2 (pour J' = 1/2, L' = 3/2),J, = 2et3 (pouE 


J'=12, L' =5/2),J, —0et1 (pour J' = 3/2, Lo = 1/2), J, = 
= 1 et 2 (pour J’ = 32, L' = 3/2). J, = 2 et 3 (pour J” = 3/2, 
L' = 5'2)et J, = 3 et 4 (pour J” 3). L' = 7/2). Ces états sont 


notés [J”, Il: te les 72, 21.35 88:21: 872: 2}. 3 
(3/2. 2],:; (3/2, 2e. On obtient comme précédemment 12 états 
quantiques à J, — 0, 1, 2, 3, 4 

Il est utile de considérer encore un exemple qui illustre le passage 
du couplage LS au couplage jj lorsque le nombre quantique principal 
de l'électron excité augmente. 

Soit un atome à deux électrons de valence dont l’un est à l’état 
np et l’autre à l’état n,s. Si les valeurs de », et n, sont petites, les 
deux électrons se situent l’un près de l’autre, si bien que l’interaction 
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de leurs moments cinétiques de même type, l'un avec l’autre, pré- 
sente le couplage LS. Dans ce cas, il y a quatre termes: un singlet 
1P, et trois triplets %P,, *P, et °P,, la règle des intervalles est bien 
observée et le singlet se 


situe plus haut que les tri- (3/2, 1/2], 
plets (fig. 6.7). L’augmen- 1. Pos 0" D 
tation de n, a pour résultat PF; Sr 32 
un affaiblissement du cou- / [5/2,1/2], 

/ 


plage entre les électrons, 


: 3 / 
de sorte que l'interaction P 


/ 


—— 
spin-orbite devient prépon- ‘4 == 
Dre Pour nr; Ses y SE 1h à je 
tat n,p de l'ion restant Ti. 112) 
correspondrait à j, = 1/2 "14 
et j; = 3/2, c'est-à-dire se- MyPMS  MPMS ny P(N2=°e) 
rait un état doublet: *P,2 Ligison LS Liaison jj (éon) 


et “Ps La présence d'un 
deuxième électron à l'état 
s(l, = 0) fait naître une 
interaction entre son moment de spin p,, et les moments p;: et 
p;. L'orientation de p,, pouvant être parallèle ou antiparallèle 
à p;; ou p;’, il en résulte quatre niveaux situés par paires et caracté- 
risés par J, — 0, 1et J, — 1, 2. Ceci correspond au couplage jj. 


Fig. 6.7 


$ 6.4. Spectres atomiques des gaz inertes 


Symbolisme des termes atomiques. — Les atomes de gaz inertes 
(Nel, Arl, Krl, Xel, Rnl) possèdent une couche électronique fermée 
contenant deux électrons s et six électrons p (configuration s°p°). 
Le moment cinétique total pour une telle couche est nul et donc tous 
les trois nombres quantiques L,, S, et J, qui caractérisent cet état 
sont nuls eux aussi. Par suite l’état normal (fondamental) de tels 
atomes sera !S,. L'excitation de l’un des électrons de l'atome fait 
apparaître une nouvelle configuration s*p°nr. L'état p° étant équi- 
valent à l'état p'. à la configuration de l'ion de gaz inerte corres- 
pondent deux termes: *P,°, et *P37, (l'indice 0 signifie que cet état 
est impair). 

Examinons, par exemple, les termes de l'atome Nel (Z — 10) 
dont l’état fondamental se caractérise par la configuration 1s°2s*2p°1S,. 
Tous les termes possibles du sixième électron se trouvant sur la 
couche externe de l’atome Nel et des ions similaires sont indiqués 
dans le Tableau 6.3. 

On voit qu’à la configuration 2p°3s correspondent quatre niveaux, 
à la configuration 2p°3p dix niveaux et à la configuration 2p°3d 
douze niveaux. Les atomes des autres gaz inertes (D se caractérisent 


@) Il convient d'avoir en vue que lorsque le couplage LS est pérurbée 
les symboles S, P, D, etc., perdent leur sens physique. de sorte qu'il devient 
nécessaire d'introduire de nouveaux symboles pour la désignation des termes. 
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Tableau 6.3 


Configuration électronique 
Termes à la limite 2P$,2 | Termes à la limite 2P$,2 


is Ë 2p | 3s | 3p | 3d 
21216 150 
2121511 1p9, 3P9 3p9, 3P9 
21215 1 15,. 1P9, 3P9, SPQ 1De, 381 “P9. 3D. 
3De, Da 
21215 1|  3D,. SD,, 3F9, 3FQ 1P9, 1De, 1F9, 3P9, 
3P1, SP2, SDs. SF{ 
Termes limites pour le 
couplage jj (Nell) 2P$ye 2PS, 
Tableau 6.4 
Désigna- Configuration Couplage D Le PA mu mé- 2 
ti d 
Paschen <IectOnIqUe re Désignations de Rakäà SM 
15 2ps (2P9.,) 3s 3P9 3s{1 1/.]2 (3/2, 1/2}: 
Lss 2p° (PS2) 3s SP! 3s [1 1/.1° (3/2, 1/2] 
153 2p5 (2P% 2) 35 3P3 3s’ [12R (1/2. 1/2) 
152 2p5 (2P9,2) 3 1po 3s’ [1,2)2 (1,2. 1/2) 
2P10 2p° (2P39) 8P 38: 3p[1/2h 13.2, 1/2]: 
2P» 2p° (2P3,2) 3p 3D3 3p [2 1/23 (3/2. 3/2) 
2Pa 2p5 (2P3,2) 8p 3D: 3p [2 1/2le (3:2, 3/2} 
2P: 2p° (2P3,2) 3p 3D; 3p{1 t/l (3/2, 3/2}: 
2Ps 2p5 (2P3,2) 3p 1D: 3p [1 1/22 (3/2, 1/2) 
2Ps 2p° (2P3,2) 3p 3Po 3P [1/2 13/2, 3/2) 
2Ps 2ps (2P1/2) 3p IP; 3p° [1 ‘/2h (12. 3/2h 
2P4 2p5 (2P1/2) 3p 3Pa 3p° [1 1/2le (1:2. 3/2]: 
2P2 2p5 (2P1/2) 8P 3P; 3p° (1/2): (1.2, 4/2} 
2p1 2p5 (2P1/2) 3p A 3p' [1/2] (12. 12 
3de 2p5 (®P312) 3d 3P$ 34 [1/21 13.2. 32) 
3ds 2p° (=Pa/e) 3d 3P? 34 [1/2] 132. 5:2} 
24; 2p° (®Ps'2) 34 SF; 34{[3 !'.N [3:2. 5/2] 
3? 2p° (2P4,2) 3d 3FQ 34” [2 1/12 [1:2, 5'2le 


par la même combinaison de termes. Lorsqu'on passe d'un atome à 
un autre il n’y a que les nombres quantiques principaux qui chan- 
gent. Comme il a été indiqué au $& 6.2, la règle des intervalles n'est 
pas observée pour les gaz inertes par suite du fort écart au couplage 
LS et les termes °P°,, sont rangés dans le triplet dans l'ordre in- 
versé (v. fig. 6.5 et 6.8). Comme le montre la fig. 6.8. pour n = 
on peut encore distinguer entre 
eux les états singlet et triplet.  4yx10#m? 
Lorsque nr, augmente, la dé- 
composition caractéristique des 
termes en singlets et triplets 
disparaît, la distance entre les 
termes p‘ns*P$ et p°nsP? de 
même qu'entre p®rs!P° et p°nsPS 
diminue et, à la limite, lorsque 
n, + ©, on obtient l’état ionisé 
Nell. 

Dans le cas du couplage jj, 
à la configuration 2p°3s pour 
Nel (ou à la configuration np°ns 
pour d’autres atomes de gaz iner- 
tes) correspondent quatre états 
suivants: (1/2, 1/2), ; (1/2, 1/2),; 
(3/2, 1/2), et (3/2, 1/2),. La con- 
figuration 2p‘3p pour Nel (np°np 
pour tout gaz inerte) se caractérise par 10 termes: (1.2, 1/2),,: (1/2, 
3/20 3 (3/2, 1/210s (8/2, 3/2)o1,3. Avec les symboles du couplage 
intermédiaire J’l, la configuration np°ns comporte également quatre 
états: [1/2, 01,13; 13/2, 01,2 et la configuration npÿnp. dix états. 
En spectroscopie moderne, pour des termes correspondant au cou- 
plage intermédiaire on utilise des symboles un peu différents (désigna- 
tions de Raka): le symbole de l'état de l’électron de valence s'écrit 
devant les crochets renfermant la valeur de L’ (c'est-à-dire les va- 
leurs possibles de la somme de J”’ et l). Avec ces désignations. on 
obtient pour la configuration npSns: 3s'[1/2}, 3s’[1/2]?, 3s{11/,]9, 
3s [11/,12. Le signe ” affectant s signifie que cet état se rapporte à la 
plus faible valeur de J’ (c'est-à-dire à J’ — 1/2). En haut et à droite 
du crochet est placé le signe de l’imparité de l’état et en bas et à 
droite la valeur de J,. Pour la configuration rp°np dans l'atome Ne 
on obtient 10 états: 3p’[/,l,, 3p°l'/}, 3p°[11/.1,. 3p' [11,}, 
3p Re 2 FA 3p (oh 3p RTE 3p [1/0], 3p ÉALA 1 3p (21/,]3. En 
plus des désignations de Raka on rencontre dans la littérature pour 
les termes des atomes de gaz inertes aussi des désignations de Paschen. 
Toutes les désignations des termes de l'atome de néon Nel qui se 
rencontrent en spectroscopie sont rassemblées dans le Tableau 6.4. 
L'atome Ne (de même que les atomes des autres gaz inertes) possède 
au total 12 états d. Dans le Tableau 6.4 on n'a indiqué, pour abréger, 
que certains d’entre eux. À remarquer que les' désignations de Pa- 
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schen, bien qu'elles soient utilisées parfois grâce à leur brièveté 
{v. fig. 6.10), doivent être considérées comme surannées et dépour- 
vues de sens physique. 

Spectres d’émission. — Le diagramme généralisé des niveaux 
que comportent les configurations électroniques des atomes de gaz 

ns e. SNS ent ue la 

fig. 6.9. Suivant la règle gé- 

CII AU nérale qui découle du prin- 

ele. cipe de superposition des états 

ep.“ (e3)s mp (n-2)d (v. $ 3.14), le spectre de l’ato- 

= (n2)5tn2)p me de néon contient une com- 

=, binaison de termes pairs et 

impairs (règle de Laporte). 

La règle de sélection est dans 

1 == ce cas observée pour le nombre 

a / == quantique total: AJ, = 0, 

FT. +1 et de plus J,=0—+J, — 

= 0. Le niveau fondamental 

SpS1iS, de tous les atomes 

/ à couche électronique fermée 

Î est très profond. C'est pour- 

Excitation quoi les raies correspondant 

i aux transitions entre les ni- 

veaux s’pîns et le niveau fon- 

damental se situent dans l'ul- 

traviolet lointain (dans l’ato- 

me de néon, par exemple, 

cette transition correspond 

à l'énergie du quantum d’en- 

Fig.6.9 viron 16 eV). Les termes 

2s°2p53$P, (ou d'après Raka 

3s° [1/2]) et 2s°2p#3SPE (3s [11/,12) de l’atome Ne sont métastables 

parce que la transition correspondante est interdite par la règle de 
sélection de J,. 

Un groupe de 10 états 2s°2p53p se situe d'environ 18 eV plus 
haut que l’état fondamental. Ces états étant pairs, de même que le 
terme !S;,. les transitions entre eux sont interdites. Un exemple ty- 
pique de transitions permises dans l’atome Ne est fourni par un grou- 
pe de raies correspondant aux transitions entre l'état pair 2s°2p*3p 
et l’état impair 2s°2p°3s. Suivant la règle de sélection de J, il se 
produit entre ces configurations 30 transitions situées dans la ré- 
gion de 800 à 540 nm (raies « rouges » de Nel). La configuration 
s’pfnd contient des termes impairs, ce qui veut dire que les transi- 
tions p°rd — p°np sont elles aussi permises, alors que les transitions 
p°nd — p°ns sont interdites. 

La fig. 6.10 montre, aux fins de comparaison, les diagrammes des 
énergies des atomes d’hélium et de néon. On voit que les énergies 
des états métastables 25S, et 21S, de l’atome He sont très voisines 


LS 


£tat fondamental (npy$ 
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des énergies des états correspondants 2pf4s et 2p°5s de l'atome Ne 
(les différences n'excèdent pas quelques dixièmes d’électron-volt). 


Eev S 
| 25 Her _e= 
24,6eV 
24 
25 
22 (2pS)NeZ er - 


T-10% 21687 


21 
20 
18k : 
E LIN = r-0 
I 
#8 Li 203) 
ë is p'Jp 
“= "NS 
TT SUS LE NP 
‘5 ll Là 
16 è i Diffusion des 
. 1 ones Ne 
; | vers Les parois 
I 
, us, y (2527) 
He] WeI 
Fig. 6.10 


Cette circonstance est mise à profit dans les lasers à hélium-néon pour 
obtenir l’inversion de population entre les niveaux 2s et 2p (4 = 1,15 um), 
3s et 2p (À & 0,632 um), 3s et 3p (à Æ 3,39 um) (1). Les électrons contenus dans 
le plasma à décharge gazeuse excitent non seulement les atomes He mais aussi 
directement les atomes Ne et notamment font passer les atomes aux états infé- 
rieurs des transitions laser. Il en résulte une diminution de l’inversion de popula- 
tion entre les transitions laser. Le niveau 1s (état 2p°3s) étant métastable, sa 
population, qui croît avec la puissance de pompage, limite la puissance rayonnée 
par le laser. L'augmentation de la pression de Ne au-delà d’une valeur déterminée 
ne contribue pas à l'augmentation de la puissance parce que la concentration 
accrue des atomes Ne fait croître la probabilité de capture radiative (d’auto- 
absorption) des quanta laser par les atomes de néon eux-mêmes au cours de la 
transition 2p —+ {s. Il en résulte une augmentation de la durée de vie efficace 
du niveau inférieur de la transition laser, c’est-à-dire une diminution de l’inver- 
sion de population. C'est la raison pour laquelle la pression partielle du néon 
dans le laser à hélium-néon est choisie d'un demi-ordre ou même d’un ordre de 
grandeur en dessous de la pression partielle de l’hélium qui assure un pompage 
efficace des niveaux de la transition laser grâce aux collisions par résonance 


j@) Ici et sur la fig. 6.10, on utilise par souci de brièveté les désignations 
de Paschen et non celles de Raka. 
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entre les atomes He et les atomes Ne. Vu que le seul procédé par lequel les ato- 
mes Ne peuvent passer des niveaux métastables 1s (2p53s) à 1 état fondamental 
est la collision contre les parois du récipient, le coefficient d'amplification 
de la lumière par le milieu actif à hélium-néon est inversement proportionnel au 
diamètre du tube à décharge gazeuse. 


$ 6.5. Spectres des rayons X des atomes. 
Absorption du rayonnement X 


Emission caractéristique et émission continue (bremsstrahlung) 
des rayons X. — En plus des spectres de raies optiques. les atomes 
peuvent émettre un rayonne- 
ment caractéristique de fré- 
quence plus élevée située 
dans la région des rayons X 
du spectre électromagnétique. 
Un tel rayonnement est émis 
par les atomes de tous les élé- 
ments à l'exception des plus 
légers. Le rayonnement X 


0 4G05 01 015 À,nm est généralement émis lorsque 

pe) Amin S les cibles constituées de divers 
Var 107% éléments sont bombardées par 
un faisceau d'électrons pos- 

2 sédant une énergie suffisante 


E,. Le spectre des rayons X 
comporte toujours une limite 
ondes courtes (limite de Duane- 
Hunt) et représente une super- 
position d’un spectre de raies, 


_ 


0 - caractéristique de chaque élé- 
40 80 V,kV ment du Tableau périodique 
: de Mendéléev, et d’un spec- 
Fig. 6.11 tre continu (fig. 6.11, a). Le 


rayonnement X est un phé- 
nomène inverse de l'effet photo-électrique (v. $ 10.7), c'est-à-dire 
de l'émission d'électrons sous l'effet des quanta de lumière. 
L'’intensité du spectre continu ne vaut qu'une petite fraction de 
l'intensité au centre des raies caractéristiques (pour le cas de la 
fig. 6.11, cette fraction est d’environ 0,01 %) (1). La répartition de 
l'intensité dans le spectre continu ne dépend pas du matériau de la 
cible (anticathode) mais varie avec la tension V, qui accélère les 
électrons. Selon la théorie quantique, un électron qui possède, à 
l'extérieur de la cible, une énergie cinétique m°/2 = |e | V, peut 
émettre, lorsqu'il est ralenti au cours de son passage à travers la 
matière, une partie quelconque «x de son énergie sous la forme de 


G) L'intensité totale du spectre continu (intégrale étendue à toutes les fré- 
quences) est de l’ordre de grandeur de l'intensité totale des raies caractéristiques. 
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quanta kv: hkv = ax le|V,. La valeur de ax variant de zéro à 
l'unité, le spectre du rayonnement ainsi obtenu est continu (tran- 
sitions entre des états de spectre continu). Pour ax = 1, l'électron 
transfère toute son énergie au photon au cours d’un acte élémentaire 
distinct, de sorte que Avuax = le | Vr. Il en résulte que v,,, = 
= (le |'k) V,. L'expérience confirme avec une grande précision 
cette dépendance (fig. 6.11, b). En mesurant v,,, et V,, on peut 
déterminer la constante de Planck k (1). L’intensité 7x du spectre 
continu de rayonnement X augmente avec le numéro atomique Z 
et est approximativement proportionnelle à V5. 

Les spectres caractéristiques dejrayons X émis par les atomes sont 
constitués par un nombre relativement petit de raies qui se groupent 


n=3 
n=2 Me Mpi ose de 
E LL a série 
etp [f 
Frontière de 
da série L 
lumière SérieM  Sériel Série K 
visible ÿ 
/ n=Î 
2 > ! 
Z Z2 L FafNi 6 Frontière de 
Série M SérieLl Série _E a sérée K 
Fig. 6.12 Fig. 6.13 


en séries dont la structure est pareille pour divers éléments. Le pas- 
sage d’un élément de numéro atomique Z à un élément de numéro 
atomique (Z + 1) ne s'accompagne pas de modification de structure 
du spectre de raies, mais entraîne un déplacement de toutes les raies 
caractéristiques vers les fréquences plus élevées (fig. 6.12). La série 
de plus courte longueur d’onde du spectre de raies s’appelle série A. 
Elle est suivie. dans l’ordre d'importance croissante des longueurs 
d'onde. de séries L, M, N. 0. P et Q. Chaque série de raies de rayons 
X comporte, de même que les séries optiques. une limite du côté 
des ondes courtes suivie d’un spectre continu. On convient de dé- 
signer les raies constituant les séries par des lettres grecques (&. f, 
y. ô. ...). en affectant d'indice « la raie ayant la plus grande lon- 
gueur d'onde (par exemple, X,), l'indice f à la raie suivante de lon- 
gueur d'onde plus courte (K3), etc. 


G) Il est naturel que la théorie électromagnétique classique du rayonnement 
ne peut pas expliquer l'existence de la limite du côté des ondes courtes dans le 
spectre d'émission continu de rayons X. Selon cette théorie le spectre doit être 
continu (0 <v< >). 
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Le rayonnement X caractéristique est émis par suite de l’ionisation 
interne des atomes à l’aide d’un choc électronique par exemple, lors- 
que des places vacantes ({rous) apparaissent dans l'atome dans des 
couches profondes (fondamentales), si bien que les passages, permis 
par les règles de sélection, des électrons occupant des états quanti- 
ques plus énergétiques deviennent possibles (fig. 6.13). La diffé- 
rence entre l'énergie de l’état initial £, et celle de l'état final £, de 
l'électron est émise sous la forme de quantum Av — E, — E,. La 
collection de différences £, — ÆE, étant caractéristique de chaque 
atome, ce rayonnement est dit caractéristique. Si un trou est créé 
dans la couche à un seul quantum, c’est-à-dire dans la couche X 
de l'atome (v. fig. 6.13 et Tabl. 6.2), les électrons commenceront à 
passer dans cet état à partir de l’état à deux quanta (X,), de l’état 
à trois quanta (A4), et ainsi de suite. Toutes ces transitions (jusqu’à 
la transition d’un électron libre de l’état £ — 0 (n — ) vers la 
couche à un seul quantum, correspondant à la limite de la série) 
constituent la série À du spectre caractéristique. Les passages des 
électrons des états de £ > 0, dans lesquels ils peuvent posséder toute 
énergie, sont à l’origine du spectre continu de rayonnement X qui 
suit du côté des ondes courtes la limite de toute série spectrale de 
rayons X. L'apparition de la série L est liée aux passages sur les 
places vacantes dans la couche à deux quanta excitée de l’atome, celle 
de la série M est due aux passages à l’état à trois quanta, et ainsi 
de suite. L'intensité des raies dans les séries décroît à partir des 
raies « vers la limite de la série. Ceci tient à ce que la probabilité 
de rencontres entre l’électron provenant d'une couche plus haute 
avec le trou dans une couche plus profonde est d’autant plus grande 
que ces couches se situent plus près l’une de l’autre. C’est pourquoi 
la raie la plus intense en cas de l’ionisation de la couche À sera la 
raie À,. La probabilité d'émission des raies X4 sera plus faible, etc. 
11 convient également d’avoir en vue que dans un alome comportant 
un trou dans une des couches internes peuvent se produire non seule- 
ment des transitions « radiatives » mais également des transitions 
non radiatives. Dans ce dernier cas, l'énergie, qui se dégage lorsque 
l'électron provenant d’une couche plus haute remplit le trou, est 
transférée soit à un électron appartenant à la même couche, soit à 
un électron d'une autre couche. Il en résulte l’arrachement de l'atome 
d’un électron dont l'énergie a une valeur caractéristique, alors que 
dans les couches internes de l'atome restent deux trous (v. $ 10.8). 
Ce phénomène est connu sous le nom d'effet Auger (Auger, 1925). 

Loi de Moseley. — Les lois régissant la position des raies obser- 
vées dans les spectres de rayons X peuvent être obtenues de la façon 
la plus simple à l’aide d'une formule analogue à la formule (6.4) 
pour la série de Lyman dans le spectre optique de l’atome d’hydro- 
gène (1). Ceci est lié à ce que les états entre lesquels s'effectuent les 


() La série de Lyman pour l'hydrogène est l’analogue de la série À du 
rayonnement X pour des atomes plus lourds. 
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transitions sont hydrogénoïdes. Il faut seulement tenir compte du 
fait que lorsqu'un trou se forme dans la couche Æ, l’électron qui v 
passe à partir de la couche Z et le trou lui-même dans la couche à un 
seul quantum se déplacent non dans le champ d’un noyau « nu » 
de charge eZ mais dans le champ du noyau possédant une certaine 
charge efficace eZ,rr — e (Z — 1) réduite par suite de l’action d'écran 
due au second électron restant dans la couche X. Dans ce cas l’éner- 
gie des photons émis lors du passage des électrons de la couche L 
sur la couche X a pour valeur 


1 : 
hvk = Er—Er=hcR(2 1 (5). (6.11) 


On en tire le nombre d'ondes pour les raies A, 
vK,=+R(2— IR. (6.12) 


Pour pouvoir comparer avec les données expérimentales, il est 
plus commode d'exprimer cette dépendance d'une autre façon en 
portant suivant les axes de coordonnées les unités sans dimension 


(v/R}"® et (Z = 1). La formule (6.11) devient alors 


ñ VKx 73 
V ==). (6.13) 

Cette fonction linéaire v x, (Z) est en accord avec la loi de Moseley 
expérimentale (1913) selon laquelle 


Vu=CiZ—a), (6.14) 


où C; et a; sont des constantes pour chaque raie i du spectre caracté- 
ristique de rayonnement X, les mêmes pour les séries Æ, L, etc., 
de tous les éléments du Tableau périodique de Mendéléev (fig. 6.14). 
Par exemple, pour la raie Æ,, de tous les éléments C x, = V 3R/8 et 
Are = À. 

Connie le montre l'expression (6.11), les termes À de rayons X 
sont de la forme 


R(Z—1ÿ 
E,= 4, 


où nr est le nombre quantique principal vrai. 

Pour les autres couches la « constante de blindage » a, est diffé- 
rente de l'unité (la valeur de a; augmente lorsqu'on passe de la couche 
K à la couche Z, et ainsi de suite, conformément à l'augmentation 
du nombre d'électrons dans les couches) (!). Sous sa forme générali- 


() Cest ainsi que pour la couche ZL la valeur déterminée empiriquement 
az = 7,5, pour la couche #7, la valeur de a;,; est comprise entre 17,7 et 15,6. 
Ces valeurs sont voisines des nombres maximaux possibles correspondants des 
électrons dans une couche (8 pour la couche L et 18 pour la couche }Hf). 
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sée la loi de Moseley s'écrit 
En 1 
J/ = (2 a). (6.15) 


Ainsi, en portant Z en abscisses et (£,/R)"/? en ordonnées, on 
doit obtenir une droite dont la tangente de l'angle d'’inclinaison 
sur l'axe des abscisses est égale à 1/7. L’intersection de cette droite 
avec l'axe des abscisses donne la valeur de a,. Les inflexions des cour- 
bes (v. fig. 6.14) soulignent les particularités de rangement des 
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termes liées à l'achèvement des couches d et f (pour plus de détails, 
voir $ 6.6). En pratique, la loi de Moseley est mise à profit pour la 
détermination des numéros d'ordre des éléments. | 

Structure fine des raies du spectre caractéristique des rayons X. 
— Une étude détaillée des raies caractéristiques du spectre de rayon- 
nement X a permis de mettre en évidence leur structure fine. Il 
est apparu que toutes les raies des séries À sont doublets et que les 
raies des autres séries présentent une structure encore plus compli- 
quée. Cette structure multiplète reflète la structure multiplète de 
toutes les couches à partir de celle à deux quanta. C’est seulement 
l’état à un seul quantum qui est doublement dégénéré par rapport 
à l'énergie du fait de l'absence de moment orbital. Les états L à 
deux, quanta sont au nombre de trois (Z4, Lrir et Lirx). Un d'eux, 
à savoir l'état s, correspond à ! — 0, j = 1/2 et les deux autres, 
états p, correspondent à L — 1,j — 1/2 et 3/2. La couche W contient 
cinq termes différant l’un de l'autre (! — 0. j — 1/2: 1 = 1,j — 1/2 
et 3/2; 1—2, j—3/2 et 5/2) désignés par les symboles Mr, MicMur. 
Miv, Mv, la couche N en a sept, et la couche O, neuf (v. fig. 6.14 
et 6.15). Les transitions entre les différents niveaux se déterminent 
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par les règles de sélection du nombre quantique orbital ! (AI = + 1) 
et du nombre quantique interne j (Aj = 0, +1). On ne perdra pas 
de vue que dans le cas de l'émission de rayons X, dont la longueur 
d'onde est comparable aux dimensions atomiques, le calcul de la 
probabilité des transitions à l'approximation dipolaire ne peut pas 
donner de résultats suffisamment précis. Dans ces conditions il 
faut tenir compte des moments quadrupolaires pour lesquels les 
transitions de AE = 0, +2 sont permises et les transitions de Al — 
— + 1 sont interdites (v. $ 3.14). 

Lorsque la différence de potentiel V, qui accélère les électrons 
dans le tube à rayons X augmente, ce sont les séries de plus grande 
longueur d'onde qui apparaissent les premières. Les séries À appa- 
raissent les dernières. Chaque raie de la série d'un élément donné 
se caractérise par son potentiel d’excitation critique V, , qui cor- 
respond à l'énergie de seuil nécessaire pour l’ionisation interne d’une 
couche donnée (1). Comme on le voit sur le diagramme des niveaux 
d'énergie de l’atome représenté sur la fig. 6.15, la série À d'un 
élément donné se caractérise par un seul potentiel d’excitation cri- 
tique correspondant au passage de l’électron de la couche X au pre- 
mier niveau libre situé près de E£ — 0, la série L, par trois potentiels 
et la série M par cinq potentiels. Le Tableau 6.5 indique les valeurs 
critiques des potentiels d’excitation pour la série X de cinq éléments 
pris au commencement, au milieu et à la fin du Tableau périodique 
des éléments de Mendéléev. 

On voit qu'avec l'augmentation du nombre atomique Z les 
séries À s’excitent pour des valeurs toujours plus grandes de V, , 
et que, comme la loi de Moseley laissait le prévoir, la variation de 
V V, « en fonction de Z est linéaire. La différence entre les poten- 
tiels d’excitation pour les différentes séries des atomes de molybdène 
et d'uranium est illustrée par le Tableau 6.6. 


Tableau 6.5 Tableau 6.6 
Potentiels d'excitation 
Elément Na Fe Mo w U gié- | Pour différentes séries, kV 
ment 
Ne ee M 00 so eu < N M L K 
z: [ulsle u | 0 
—_—_—_—— ——————————…—— Mo |0,06 | 0,5 | 2,9 | 20 
Vper: «vl 1,07 | 7,1 | 20 | 69,3 | 115,0 
Le) 1,4 15,5 [21,7 | 115,0 


Absorption et diffusion des rayons X. — Au cours de sun passage 
à travers la matière, le faisceau monochromatique de rayons X subit 


(*) Les valeurs critiques des potentiels d’excitation et d'ionisation des 
atomes, qui confirment la nature discrète des états énergétiques des atomes, 


rErte observées pour la première fois dans les expériences de Franck et Hertz 
). 
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un affaiblissement par suite de deux phénomènes qui sont l’absorp- 
tion et la diffusion. Le coefficient d’affaiblissement u caractérise la dé- 
croissance de l'intensité initiale 7x, sur un certain trajet dx par 
suite des phénomènes indiqués: —d/x = ulx dr. En intégrant 
cette équation sur le trajet du faisceau dans une couche de matière 
d'épaisseur d, on obtient pour l’affaiblissement une loi exponentielle : 


Ix(d) = Ixe exp (—nd). (6.16) 


Le coefficient d'affaiblissement se mesure en m-!. Comme le 
montre la comparaison de deux cas de l'enregistrement de l’absorp- 
2 tion des rayons X repré- 
sentés sur les fig. 6.16, a 
et b, le coefficient a dé- 
pend non seulement de la 
nature du matériau mais 
aussi dans une large me- 
sure de la géométrie de 
l'expérience, à savoir de 
la relation entre la surface 
d'entrée Sent de l'orifice 
du détecteur de rayonne- 
p)) ment, la section transver- 
sale Sx du faisceau à étu- 

dier, l'épaisseur d de l’é- 
chantillon et la distance ! 

€ Sent séparant l'échantillon et 
D Zctecteur ) le détecteur. Pour Sen 
rs Sxd> SE et L> 
> (Sent)'/*,  l'affaiblisse- 
ment du faisceau sera dé- 
terminé non seulement par 
l'absorption vraie de coef- 
Fig. 6.16 ficient u,1, mais également 

par la diffusion du rayon- 

nement X dans la matière (coefficient pr). Dans ces conditions 
B = Laps + Ua. Dans le cas contraire où Sx © Sent, (Sent)'/° > d, 
(Sx)!/? > 1, l’affaiblissement par diffusion ne joue pratiquement 
aucun rôle parce qu’il se produit une compensation mutuelle des 
quanta issus du faisceau direct par quanta diffusés dans d’autres 
parties de l'échantillon (v. fig. 6.16, b). Danscesconditions u Æ It,ps- 
Il est apparu que u,r, — Z*$, c’est-à-dire que ce coefficient dépend 
fortement du numéro atomique Z et de la longueur d'onde du rayon- 
nement X. Par exemple, il est facile de calculer que pour une même 
longueur d'onde l'affaiblissement d’un rayonnement X est 150 
fois plus fort dans des tissus osseux (constitués essentiellement de 
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phosphate tricalcique Ca; (PO,).) que dans des tissus musculaires 
(constitués essentiellement d’eau H,0)%). 

Le spectre d'absorption du rayonnement X (fig. 6.17, a) dif- 
fère nettement du spectre d'absorption dans le domaine optique, 
Si lors de l'absorption de la lumière dans des vapeurs ou des gaz on 
observe une série de maximums coïncidant avec les raies de la sé- 
rie principale (raies de Fraunhofer) et le spectre ne devient continu 


2) 
ass 


Fig. 6.17 


que pour v > Vim (fig. 6.17, b), le spectre d'absorption du rayonne- 
ment X est continu pour toutes les valeurs de la fréquence @. 
Sous l'effet de la lumière un électron optique peut passer de 
l’état de nombre quantiqueréduit r’ — 1 à des états excités plus énergé- 
tiques (7° = 2, 3, 4,...) en absorbant des photons d'énergies hv, = 
= E, —E,., hv, = Es — E,,, hv; = E,: — E,,, et ainsi de suite. 
Par contre, la couche XÆ est interne, les couches situées au-dessus 
d'elle sont entièrement remplies par les électrons et le passage à ces 
couches est interdit par le principe de Pauli. C'est pourquoi un 
électron ne peut passer du niveau * qu'à des états situés plus haut 
que la couche la plus haute remplie d'électrons. Ceci est valable 
également pour l'absorption du rayonnement X par les couches L et 
M. Les courbes ar (À) représentées sur la fig. 6.17, a peuvent être 
considérées comme une superposition de courbes u,r, (À) distinctes 
dont chacune suit la loi u,r, — AS et tombe à zéro pour des valeurs 
de À coïncidant avec les limites des séries correspondantes. La pro- 


G) Indiquons à titre de comparaison qu’un faisceau de lumière visible 
est affaibli e fois (2,7 fois) dans une couche d'eau pure d'environ 1 km d épais- 
seur. Pour affaiblir autant de fois un faisceau de rayons X il suffit une couche 
d’eau de 5 cm. 

(3) À remarquer que l'échelle en abscisses de la fig. 6.17, a est environ 
1000 fois plus grande que l'échelle de la fig. 6.17, b. 
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babilité de photo-ionisation d'un atome par le rayonnement X est 
d'autant plus grande que l'énergie kv du quantum est plus voisine de 
RVuim- La croissance de u,2, dans l'intervalle de longueurs d'onde 
kim < À € Àztim est due essentiellement à l'augmentation de la 
probabilité d'absorption des photons au fur et à mesure que leur 
énergie s'approche de l'énergie de photo-ionisation de la couche L. 
La même remarque s'applique également à l'allure de la courbe 
Uaps (À) dans l'intervalle de longueurs d'onde Àz 1m < À << À m m- 
Le spectre d'absorption possède une structure fine au voisinage des 
limites des séries L. M, etc., qui est liée à la décomposition spin- 
orbite (relativiste) des termes correspondants. Comme il résulte du 
diagramme énergétique de la fig. 6.15, il y a trois pics situés l’un 
près de l’autre au voisinage de la frontière de la série L, cinq pics au 
voisinage de la frontière de la série M, et ainsi de suite. 


$ 6.6. Système périodique des éléments 
de Mendéléev 


Selon la théorie de l'atome d'hydrogène de Schrôüdinger que nous 
avons étudiée au $ 3.12, à chaque valeur du nombre quantique prin- 
cipal nr correspondent n° états quantiques différents caractérisés 
par un nombre quantique orbital / et un nombre quantique magné- 
tique m. Dans un champ nucléaire purement coulombien, ces états 
sont dégénérés. Comme il s'ensuit de l'équation de Klein-Gordon- 
Fock (v. $ 3.13), la prise en compte du terme relativiste lève la dégé- 
nérescence si bien que le niveau se décompose en (2! + 1) sous- 
niveaux distincts. La prise en compte du spin conduit, en vertu de 
l'équation de Dirac (v. $ 3.13), à la duplication des états quanti- 
ques, leur nombre atteignant 2n° (v. Tableau 6.2). Dans les états 
s il y a dégénérescence par rapport à la coordonnée de spin, dans 
tous les autres états de ! => 0, le nombre de termes s'élève à (21 + 1) 
par suite de l'interaction spin-orbite. 

Une combinaison donnée de quatre nombres atomiques (7, !, 
m, s) caractérise entièrement l'état de chaque électron dans tout 
atome. Le description quantique du comportement des électrons 
dans des atomes à plusieurs électrons à l’aide d’orbitales monoélec- 
troniques est bien confirmée par le fait que les conclusions déduites 
de la mécanique quantique sont en accord avec les lois du Système 
périodique des éléments de Mendéléev (1869). Cet accort peut être 
vérifié par exemple au moyen de spectres optiques des atomes qui 
caractérisent l'état des couches électroniques externes et de spectres 
de rayons X qui reflètent l'état des couches internes des atomes. 

Le principe d’indiscernabilité des particules quantiques identi- 
ques et le principe d'exclusion de Pauli qui en découle pour les élec- 
trons (v. $ 5.2), ainsi que le principe selon lequel tout système tend 
à prendre l’état d'énergie minimale, sont à la base de la théorie 
moderne de la variation périodique des propriétés optiques, chimi- 
ques et électriques des atomes avec une croissance monotone de la 
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charge eZ de leurs noyaux et donc du nombre total d'électrons dans 
leur couche. Si le principe d'exclusion de Pauli n'existait pas, tous 
les électrons dans chaque atome se trouveraient dans l'état {s. 
Pourtant la tendance de tout système quantique contenant des fer- 
que vers un minimum d'énergie est limitée par le principe de 
Pauli. 

Il résulte de tout ce qui précède que les propriétés des atomes de 
divers éléments peuvent être très voisines les unes des autres et se 
répéter périodiquement, lorsque Z augmente, si la structure électro- 
nique de leurs couches externes (de valence) est la même et se répète 
périodiquement. Comme le montre le Tableau 6.2, dans l’état normal 
d’un atome, la couche À à un quantum peut contenir au plus deux 
électrons, ce qui est réalisé dans l'hélium. La couche ZL (nr — 2) 
ne peut recevoir que huit électrons: deux dans l’état s et six dans 
l'état p. C’est la couche saturée du néon. La couche A (nr — 3) peut 
recevoir 18 électrons: deux dans l'état s, six dans l’état p et dix 
dans l'état d. Pour la couche W, à ces états s'ajoute encore l’état 
f comportant 14 places vacantes. Ainsi la « capacité » de la couche 
N s'élève à 32 électrons. La couche O (nr = 5) peut théoriquement 
recevoir 50 électrons (ici, aux états s, p, d et j s'ajoute l’état g 
comportant 18 places vacantes). 

La répartition des électrons d’un atome dans les différents états 
quantiques possibles est indiquée pour tous les éléments actuelle- 
ment connus du Système périodique des éléments de Mendéléev dans 
le Tableau 6.7. On y trouve également les désignations des couches 
et des états correspondants, ainsi que les premiers potentiels d'ioni- 
sation des atomes. 

La variation des potentiels d’ionisation V; des éléments en fonc- 
tion de leur numéro atomique est représentée sur la fig. 6.18. On 
voit que la valeur de V; est minimale pour des atomes monovalents 
de métaux alcalins, dont la couche externe contient un seul électron 
dans l’état s. Les valeurs de V; sont maximales pour des atomes de 
gaz inertes, dont les couches s et p sont entièrement remplies. Le 
potentiel d’ionisation subit une brusque variation lorsqu'on passe 
d’un élément à un autre à l’intérieur des première (7 — 1), deuxième 
(n = 2) et troisième (nr — 3) périodes du tableau de Mendéléev. Ce- 
ci tient à l'augmentation de l'énergie à nr — C!° par suite de la crois- 
sance de Z lors du remplissage de la couche correspondante s ou p. 
Conformément à la « capacité électronique » des couches X, L et M, 
la première période contient seulement deux atomes (d'hydrogène 
et d’hélium), les deuxième et troisième, huit atomes chacune (de 
Li à Ne et de Na à Ar). A partir du potassium (Z — 19). le remplis- 
sage des couches présente certaines « anomalies » qui sont faciles à 
expliquer en partant de la position énergétique relative des diffé- 
rents termes et en tenant compte du fait que l'énergie d’un terme 
dépend non seulement du nombre quantique principal n mais éga- 
lement du nombre quantique orbital /. Comme il en résulte de la 
formule (3.326), pour une valeur donnée du nombre quantique prin- 
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cipal », l'énergie de l’électron dans un atome augmente en même 
temps que le nombre L, c’est-à-dire que (AE/Al),_,te > 0, alors 
que pour une valeur donnée du nombre quantique orbital / elle aug- 
mente avec n, c'est-à-dire que (AE/An), cte > 0. 

Si pour les atomes légers la variation de l'énergie en fonction du 
nombre quantique orbital ! ne se traduit que par une petite correc- 
tion relativiste, le rôle principal étant joué par la variation de l’éner- 
gie en fonction du nombre quantique principal »r, avec l’augmenta- 
tion du nombre d'électrons dans l’atome la dépendance de l'énergie 
des électrons périphériques vis-à-vis du nombre ! devient de plus 
en plus importante. C'est pourquoi il se peut que Æ (n + 1, L,) soit 
inférieur à E (n, L.) pour !, > l,. Par exemple, les expériences spec- 
troscopiques sur la position relative des termes montrent que 
Efn=4, l=0)<E(n=3, l1=2), Efn=5 l=0)<E(n = 
= 4, l=2), E(n=6, l=0)<E(n=4, l=3) et E (n = 6, 
l=0)<E(n = 5, 1 = 3). Ainsi, tout système ayant tendance à 
occuper l’état quantique avec l'énergie la plus faible possible, les 
électrons commencent à passer à l’état 4s avant de remplir entière- 
ment la couche Af à trois quanta ; l’état 34 ne commence à se rem- 
plir qu’à partir du scandium (Z — 21) et les sous-couches 3d ne sont 
remplies par dix électrons que chez le cuivre. Les huit éléments de 
Z = 21 à 28 ayant une sous-couche 34 incomplète forment le groupe 
de transition . Le groupe de transition est encore appelé groupe 

() Les éléments ayant leurs sous-couches d et f complètes sont appelés élé- 
ments de groupes principaux et les éléments dont ces sous-couches se remplissent 
progressivement sont dits éléments de groupes de transition. 
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(ou famille) du fer parce qu'il contient l'élément de Z = 26 (Fe). 
Le groupe qui le suit est un groupe principal de huit éléments (du 
cuivre au krypton). Le groupe de transition suivant dans lequel il 
se produit le remplissage de la sous-couche 4d est le groupe du pal- 
ladium comprenant huit éléments. Ce remplissage commence chez 
l'yttrium (Z = 39) et s'achève chez le palladium (Z = 46). Le pal- 
ladium est suivi de nouveau par un groupe principal de huit élé- 
ments (de l'argent au xénon). Ainsi, la quatrième période contient, 
de même que la cinquième période du Tableau de Mendéléev, 18 élé- 
ments. Comme le montrent le Tableau 6.7 et la fig. 6.18, au cours 
du remplissage des états 34 et 4d respectivement le potentiel d'ioni- 
sation reste presque inchangé lorsque Z augmente. Les autres pro- 
priétés physiques et chimiques des éléments de transition varient 
elles aussi faiblement, ce qui s'explique par la structure pratique- 
ment inchangée de la couche périphérique (de valence) qui est res- 
ponsable de ces propriétés. 

La sixième période du Tableau de Mendéléev contient 32 élé- 
ments. Les quinze éléments (du lanthane au lutécium) constituent 
le groupe de transition des terres rares (lanthanides) et les sept élé- 
ments suivants (du hafnium au platine) forment le groupe de tran- 
sition du platine. Dans le groupe des lanthanides (Z = 57 à 71), une 
très faible variation du potentiel d’ionisation (et des autres pro- 
priétés physiques et chimiques) avec le numéro atomique Z s'expli- 
que par le remplissage de la sous-couche incomplète profonde 4f dans 
la couche W qui est protégée presque complètement contre les actions 
externes par les couches O et P qui possèdent dans tous les lantha- 
nides une structure électronique inchangée. Dans le groupe du pla- 
tine (Z — 72 à 78), le potentiel d'ionisation et les autres propriétés 
des atomes dépendant de la structure de la couche de valence va- 
rient eux aussi faiblement avec le nombre atomique Z (mais plus 
fortement que chez les lanthanides). Ceci s'explique par le fait que 
dans le groupe du platine la sous-couche à remplir entièrement est 
la sous-couche 5d qui se situe immédiatement en dessous de la couche 
P constituée de deux électrons dans l’état 6s. 

La sixième période se termine par huit éléments du groupe prin- 
cipal (de Au à Rn) dans lequel il se produit un remplissage progres- 
sif de la sous-couche de valence 6p. Comme le montre la fig. 6.18. 
le potentiel d'ionisation commence de nouveau à varier de façon 
appréciable. 

La septième et dernière période du Tableau des éléments actuel- 
lement connus contient, en plus du francium (Z = 87) et du radium 
(Z = 88), encore un groupe de transition comprenant 15 éléments 
rares (de l’actinium au lawrencium) que l’on appelle série des acti- 
nides. Dans les atomes des éléments de ce groupe c’est la sous-couche 
5f de la couche O qui se remplit progressivement, la structure élec- 
tronique des couches P et Q externes étant inchangée (v. Tabl. 6.7). 
Les derniers des éléments, préparés par les techniques récentes de 
la radioactivité artificielle, l'élément 104 (le kurtchatovium Ku) 
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et l'élément 105 (il n'a pas-encore reçu de dénomination définitive 
et s'appelle pour l'instant équatantale E—Ta) ne sont pas à ce qu’il 
paraît des actinides. D'après ses propriétés, le kurtchatovium se rap- 
proche plutôt du hafnium (Z = 72), et l'élément 105 du tantale 
(Z = 73). 

Ainsi, sont les « analogues chimiques » ceux des éléments du 
Tableau de Mendéléev qui possèdent une structure similaire de la 
couche électronique périphérique. Les atomes de ces éléments ont 
des spectres optiques similaires (par exemple, Li, Na, K, Pb, Cs, 
Fr ou Be, Mg, Ca, Sr, Ba, Ra). La répétition de la structure de la 
couche électronique périphérique est à l’origine de la périodicité 
des propriétés chimiques, optiques et électriques des éléments. La 
valence d'un atome est liée au nombre d'électrons dans la couche 
externe, car au cours des réactions chimiques les atomes interagissent 
les uns avec les autres principalement par leurs couches externes. 
La similitude entre les spectres d’arc des atomes et les spectres 
d'étincelle des ions d'éléments qui les suivent dans le Tableau de 
Mendéléev est facile à expliquer par le fait que lorsqu'un des éle- 
ctrons est arraché à la couche périphérique d’un atome de numéro 
atomique Z, la structure de la couche électronique de l'ion devient 
pour tous les éléments des groupes principaux la même que celle 
d’un atome de numéro atomique (Z — 1). 


Tableau 6.8 
Z | 1 2 3 | 5 | 6 | 8 | 9 | 10 | 41 143 
Elément | H He Li | B | C | [e] | F Ne Na | Al 


Affinité 
pour l’élec- 
tron Xa, eV 


Z Quels fus larielm as] ss] 70 | 00 
Elément | Si | P | S | CI | Ar | Cu | Br | Kr | 1 | Au | Hg 
Affinité 
pour l'élec- 


tron %a, eV | 1,4 | 0,8 | 2,1 | 3,8 | 0,0 | 1,9 | 3,6 | 0,0 | 3,3 | 2,4 | 1,8 


Le Tableau 6.8 indique les valeurs de l'énergie qui se dégage lors- 
qu'un électron additionnel est lié à divers atomes. Cette énergie de 
formation d’un ion négatif à partir d’un atome est appelée affinité 
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de l'atome pour l'électron (ou tout simplement affinité électronique) 
et se note y,. On voit que pour les atomes de gaz inertes, dont la 
couche externe est saturée, x, — 0. L'affinité électronique est ma- 
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ximale pour les atomes d’halogènes (F, CI, Br, 1) dans lesquels il 
ne manque qu'un seul électron pour former une couche périphéri- 
que « octet ». Vu que dans les atomes de métaux alcalins (Na, K, 
Rb, Cs, Fr) les électrons périphériques sont très faiblement liés 
aux atomes, lorsque les atomes d’halogènes (X) se rapprochent des 
atomes de métaux alcalins (M), il est plus facile pour l’électron de 
passer du métal à l'halogène en formant une molécule correspondante 
présentant une liaison dite hétéropolaire ou ionique (v. $ 5.4). La 
réaction correspondant à ce processus peut s’écrire sous la forme 
M+X—M*+X-— MX. Parexemple, Na + Cl + Na* + Cl-— 
— NaClI. 

La fig. 6.19 représente le système périodique des éléments (d’ap- 
rès Seaborg) qui contient en plus des éléments déjà découverts les 
éléments de la septième période du Tableau de Mendéléev (dans ce 
cas les sous-couches 6d et 7p se trouvent entièrement remplies) ainsi 
qu'une nouvelle, huitième, période constituée de 32 éléments for- 
mant une série hypothétique des superactinides. 

On sait que des noyaux lourds peuvent se désintégrer spontané- 
ment (1), D'après le modèle hydrodynamique du noyau, la probabi- 
lité de ce processus se détermine par le paramètre Z°/A, où À = Z + 
+ N est le nombre de masse. Plus grand est ce paramètre, plus élevé 
est le rapport des forces de répulsion coulombienne des parties du 
noyau aux forces de « tension superficielle » dans la « goutte » de 
liquide nucléaire, c'est-à-dire moins stable est le noyau. Par exemple, 
pour l'atome de kurtchatovium (Z = 104, À = 260), la période de 
la désintégration spontanée ne vaut que 0,3 s. Le phénomène de 
désintégration spontanée constitue la cause principale de ce que le 
Système périodique des éléments ne contient qu'un nombre limité 
d’atomes stables. La théorie du noyau prédit qu’on peut obtenir des 
éléments jusqu'à Z = 126. Il est possible que dans ce cas il existe 
des « îlots de stabilité » au voisinage de Z — 110 et Z — 114. Actuel- 
lement, on mène des recherches intenses afin de découvrir de nouveaux 
éléments. 


$ 6.7. Influence d’un champ magnétique 
sur les spectres atomiques 


Lois expérimentales des effets Zeeman normal et anormal. — Cha- 
que atome des éléments du Tableau périodique émet, lorsqu'il 
est excité, son propre spectre de fréquences. Néanmoins il est possible 
de faire varier dans une certaine mesure tant la fréquence que la 
polarisation du rayonnement lumineux d’un atome en soumettant 


ce dernier à une action extérieure. Une telle action s'effectue lorsque 
les atomes émetteurs sont placés dans un champ magnétique ## ou 


dans un champ électrique #. 


(!) Ce phénomène a été découvert par les savants soviétiques Flerov et 
Petrjak (1940). 
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Examinons d’abord l'influence d’un champ magnétique statique 
uniforme sur les spectres atomiques. Ce phénomène a été découvert 
pour la première fois par Zeeman (1896) et porte le nom d'effet Zee- 
man. On distingue un effet Zeeman normal ou simple et un effet Zee- 
man anormal ou complexe (1), 

Un gaz (ou une vapeur) excité placé dans un champ magnétique 
(fig. 6.20, a) ne change naturellement pas, par suite de l'effet Zee- 

man normal ou anormal, ses 
a) Ÿ1 source caractéristiques spectrales d’u- 
/, ne façon tellement radicale 
< z que le spectre caractéristique 
de luminescence s’en trouve 
N S modifié. Les contributions 
magnétiques aux termes éner- 
5) gétiques se traduisent en règle 
générale par de petites correc- 
ei U [ II] tions dues à l'interaction entre 
les moments magnétiques de 
Vi l’atome (moment total u;, mo- 

c) (0 5 
ment orbital u,;, moment de 


Lans U HU. spin pu.) avec le champ ma- 
lmex gnétique extérieur #. 


d) Wi-4VL Vi +AY, L'effet Zeeman normal 
PET s’observe dans les atomes de 


suivant parahélium (termes singlets) 
l'axe et de métaux alcalins ainsi 
Wi-4% A Me que dans les atomes de zinc, 

[à 


É de cadmium et de mercure. 

Fig. 6.20 Il consiste en ce que chaque 

raie spectrale v,;, singlète pour 

3€ —= 0 (fig. 6.20, b), se décompose dans un champ magnétique en 

trois composantes (fig. 6.20, d) de fréquences voi, Vois +— AY, et 

Voi — Av, où Av, = le |/4nm,.c = uB#/h est le déplacement 
de fréquence de Lorentz. 

Les particularités liées à la direction d'émission (impulsion des 
photons) et à la polarisation des composantes Zeeman constituent 
une caractéristique importante de l’effet Zeeman normal. Lorsque 
le rayonnement est observé dans le sens du champ (suivant l’axe x), 
on ne constate que deux raies (fig. 6.20, c) séparées par un intervalle 
2Av, et chacune d'elles possède une polarisation circulaire: la raie 
déplacée vers le rouge par rapport à v,; a une polarisation circulaire 
droite (PCD) et la raie déplacée vers le violet une polarisation circulai- 
re gauche (PCG). Lorsque le rayonnement est émis dans un sens per- 
pendiculaire au champ (suivant l’axe y), on observe trois raies pola- 


(*) Lorentz (1896) a mis sur pied la première théorie (classique) de l'effet 
Zeeman fondée sur la théorie électromagnetique de la lumière et sur le concept 
d'électrons « quasi élastiques », émetteurs de rayons. ; 
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risées rectilignement: une non déplacée, dont le vecteur polarisa- 
tion est parallèle à $#, et deux déplacées (chacune de Av,) dont 
les vecteurs polarisation sont perpendiculaires à &£ (fig. 6.21). Les 
raies déplacées possédant une polarisation circulaire (rayonnement 
le long de £) ou rectiligne (rayonnement perpendiculaire à #) sont 
appelées respectivement composantes 6- et &*. La raie non déplacée 
ayant une polarisation rectiligne (perpendiculaire à 4) est appelée 
composante 7. Les photons de polarisation x ne peuvent être 
émis que dans une direction perpendiculaire au champ. 

L'effet Zeeman anormal se manifeste dans le cas où, en l'absence 
de champ extérieur, la raie spectrale a un caractère multiplet (dou- 


Am; -1 0 +1 dv 


HEO 
2v" 


Fig. 6.21 Fig. 6.22 


blet, triplet, etc.). Si le champ magnétique n’est pas très intense, au 
lieu d’un triplet Zeeman ordinaire on obtient une structure plus 
compliquée de raies spectrales. Par exemple, lors de l'effet Zeeman 
anormal observé dans le sens perpendiculaire au champ, les raies des 
doublets de la série principale des métaux alcalins se décomposent 
de la manière suivante: une raie (ondes longues) du doublet se dé- 
compose en quatre raies (quatuor) et une autre en six raies (sextuor). 
On observe donc dix composantes spectrales (fig. 6.22). Le déplace- 
ment de fréquence Av, des raies distinctes des multiplets par suite 
de l'effet Zeeman anormal ne vérifie pas l’expression de Lorentz 
pour À v.. Selon la règle de Runge Av, =+ (a/b) Av... où a et b sont 
les coefficients de Runge se chiffrant par de petits nombres entiers. 
Par exemple, pour la décomposition des raies doublets de la série 
principale d'un métal alcalin on a (a:b) = 2/3, 4'3 (pour la raie 
ondes longues) et 1/3, 1, 5/3 (pour la raie ondes courtes). 

Un autre fait établi expérimentalement et appelé règle de Preston 
est que la multiplicité de décomposition et les coefficients de Runge 
(a/b) dépendent des nombres quantiques L,, j, et l,, j, qui caracté- 
risent les états initial et final d'un atome effectuant une transition 
avec émission de photons de la raie donnée mais sont indépendants 
du nombre quantique principal » de ces états. Ainsi. toutes les raies 


G@) Par convention, une polarisation circulaire est dite droite (o-) si le 
vecteur polarisation tourne dans le sens des aiguilles d'une montre. 
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doublètes d’une série donnée se décomposent de la même façon sous 
l'effet Zeeman anormal. 

Enfin, un des faits expérimentaux les plus importants est l'ef- 
jet Paschen-Back (1912): lorsque l'intensité du champ magnétique 
est suffisamment élevée, l’effet Zeeman anormal se transforme en 
effet Zeeman normal. Pour que cette transformation se réalise, il 
faut que la valeur de la décomposition Zeeman soit plus grande que 
la différence de fréquence ôv entre les raies des multiplets (par exem- 
ple, des doublets des métaux alcalins). Au lieu d'un multiplet à 
dix composantes le rayonnement émis par un métal alcalin placé 
dans un champ magnétique intense se traduit de nouveau par trois 
raies de fréquences Av = 0 et Av = +Av,. La théorie classique de 
Lorentz, dont l'étude sort du cadre de notre exposé, explique bien 
l'effet Zeeman normal mais est incapable d'interpréter les lois de 
l'effet anormal. 

Effet Zeeman et modèle vectoriel de l’atome. — La théorie de 
l'effet Zeeman anormal ne peut se construire qu’à l’aide de l’équa- 
tion de Dirac, c’est-à-dire en tenant compte du spin de l’électron 
(v. $ 3.13). Comme le montre l'équation (3.330), l’hamiltonien ex- 
primant l'énergie totale d’un atome dans un champ extérieur com- 
prend un terme (u $ #) qui caractérise l'interaction entre le moment 
magnétique intrinsèque de l’électron et le champ magnétique. Il 
est évident quesuivant l’orientationrelative desuset 4 la contribu- 
tion magnétique AE >, à l’énergie peut prendre deux valeurs (+us%£). 


Dans le cas général. lorsqu'on tient compte du moment orbital non 
nul de l'électron, on a 
A 


Fe 
AExe=u, # cos(J,, SX), (6.17) 


Où y, = Hz + us est le moment magnétique total de l'atome. 

Examinons les lois de l'effet Zeeman anormal en partant du 
modèle vectoriel général de l’atome à l'approximation du couplage 
LS. Les moments magnétiques orbital et de spin peuvent s'exprimer 
par l'intermédiaire des moments cinétiques correspondants: 


Ur = UpPr'h, (6.18) 
Hs —= 2uBP s'h. (6.19) 


Ces expressions sont une conséquence de la relation générale 
entre le moment cinétique P d’une particule chargée (de charge e 
et de masse m,) et le moment magnétique u produit par ce mouve- 
ment. Pour un mouvement orbital u,/P, = (e/m,)/2c, alors que 
pour des moments propres de l’électron ce rapport est deux fois plus 
grand M: pS/Ps = (elmoe)/c. La quantité u/P est appelée rapport 
gyromagnétique (v. $ 1.1). Si, comme on convient de le faire, le rap- 


() Pour plus de détails, voir $ 3.13 et en particulier la formule (3.336). 


256 


port gyromagnétique est exprimé en unités atomiques (ug/k), on 
obtient pour le mouvement orbital u,/P; = gr, où gr = 1, et 
pour le mouvement de spin us/Ps = £s, Où gs = 2. Le nombre g 
est appelé nombre ou facteur de Landé ou facteur g gyroscopique. Le 
facteur g d’un électron étant égal à deux (à des corrections radiatives 
près), l'orientation du moment magnétique 
total de l'atome pu, = u,, ne coïncide pas 
avec celle du moment angulaire de l'atome 
Pr, = Pr, + Ps, (fig. 6.23) (. Du point de 
vue du modèle vectoriel de l’atome, le moment 
magnétique total u,, précessionne dans un 
champ magnétique extérieur de faible inten- 
sité ÿ; à une grande vitesse autour de la 
direction de P,,. C'est pourquoi, dans la for- 
mule (6.17) le moment u,, doit être remplacé 
par sa valeur moyenne (u Ja) c'est-à-dire au 
lieu des valeurs instantanées on doit considé- | 
rer les valeurs moyennes de u,. Décomposons Ü 


uy, en une lcomposante u}, parallèle à P,;, et Fig. 6.23 

une fcomposante u, perpendiculaire à P,. 

On voit que u1 = 0, car en prenant la moyenne temporelle on trouve 
une direction opposée à toute direction de ,. Ainsi la valeur moyen- 
ne temporelle (u;,) du moment magnétique d’un atome est égale 


à la composante u}. Avec les valeurs moyennes l’expression (6.17) 
prend la forme 


PSE 
(AE ge) = — hu SE cos (Pr, SC), (6.20) 


1 MN 2 TN 
uy = UBP1,cos(Pz,, Ps) ++ u8Pscos(Ps, P:). (6.21) 


On tire de la fig. 6.23, en utilisant la formule pour le carré du 
côté opposé à l'angle aigu, 


MX 2 2 .p2 

cosa— cos (P;, Dj, (6.22) 
MN PÈ-+ p?— p} 

cos B = cos (Ps, BP) = pe (6.23) 


Compte tenu des (6.22) et (6.23), l'expression (6.21) devient 


P Pÿ+P—pP} 
pue (14-REPÈZRE (6.24) 


@) La charge de l’électron étant négative, les vecteurs PL et ur, Ps et ls 
doivent être en réalité orientés dans des sens opposés. Puisque c'est seulement 
la direction de la droite le long de laquelle est orienté chacun des moments qui 
importe, le signe de la charge de l’électron peut être négligé. 
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Comme il 1ésulte de la formule (3.246), P5 — L (L + 1)#°. 
Remarquons seulement qu’au $ 3.11 nous avons considéré le mo- 
ment P, d’un rotateur quantique rigide (RQR) au lieu du moment 
d’un atome P;, , mais cette différence de désignations n’est pas 


fondamentale. La formule (3.246) est valable non seulement pour 
un moment orbital mais également pour les RQR de toute nature. 
Il est évident qu’elle est valable aussi pour le moment total Pr, 


qui se réduit à P, avec Ps, = 0, et pour le moment de spin Ps, 
de l’électron. On peut donc écrire 
Pÿ; = Ja (Ja +1) À, 
PE =iS, (Sa + 1)%2. 


En introduisant ces valeurs des moments de l’atome dans la 
formule (6.24), on obtient 


HBPy Ja a+1)+ Sa (Sa+1)— La (La +1) 
Ui= : 2[1+ a( a+ se a( a+ |, (6.25) 


ou encore 


= ea (4), (6.26) 


Ja (Ja+1)+ Sa (Sa +1) — La (La+i 
Ea=1+ a(Jat Pt a(La+1) (6.27) 


est le facteur g d’un atome se trouvant dans l’état caractérisé par 
les nombres quantiques J,, S, et L,. 

Comme il a été établi au $ 3.11, la quantification spatiale du 
moment P;, d’un rotateur quantique rigide se caractérise par le 
nombre quantique magnétique m qui peut prendre (27 + 1) valeurs 
comprises entre —L et +1, à savoir: m = 0, +1, #2, +3, ..., +l. 
En l'absence de champ magnétique extérieur il y a dégénérescence 
dans l'atome par rapport au nombre quantique magnétique. Sous 
l'action du champ magnétique cette dégénérescence caractéristique 
de tout champ à centre de symétrie se trouve levée par suite de la 
contribution magnétique à l'énergie, c'est-à-dire que les termes sin- 
glets laissent place à des multiplets contenant (2! + 4) niveaux. 
D'une manière analogue, lorsqu'on tient compte du spin dans le 
cadre du modèle à l’approximation du couplage LS, il se produit 
une quantification spatiale du moment angulaire total P, : la pro- 
jection de ce moment sur la direction du champ magnétique exté- 
rieur ne peut prendre que des valeurs quantiques déterminées, mul- 
tiples de la constante de Planck ñ: 


Ps = Mi, (6.28) 


où M Ja est le nombre quantique magnétique de l'atome qui peut 
prendre toutes les valeurs entières de +J, à —J,, c'est-à-dire au 
total (27, + 1) valeurs différentes. 

Ceci signifie que le cosinus de l'angle formé entre P 7, © 7) 
ne peut prendre lui aussi que des valeurs déterminées, à savoir 


IN 
cos (Pr .) = Ps,xlPs, = Mi,h'Ps,. (6.29) 


En introduisant les expressions (6.25) et (6.29) dans la formu- 
le (6.20), on obtient finalement 


ou encore 
(AE g)= — Mira « (6.308) 


Pour S, = 0, J, = L, (raies singlètes), la formule (6.30) donne 
£a = 1. Pour L, = 0, J, = S,, on a g, = 2. Si l'atome n’a qu'un 
électron de valence unique, L, = let M 7, + M. La condition de 
S, = 0 est réalisée dans les atomes de parahélium, de métaux alca- 
lins (Be, Mg, Ca, Sr, Ba, Ra) et de Zn, Cd et Hg. Dans tous ces 
atomes les spins des électrons de valence sont compensés et donc 
£a = 1, Si bien que sous l’action d’un champ magnétique les raies 
spectrales se décomposent conformément à l'effet Zeeman normal. 
La contribution magnétique à l'énergie (6.30a) peut dans ce cas 
s’écrire sous la forme 


(AE) = —mundé. (6.31) 


Si l’on ne tient pas compte du spin, la décomposition Zeeman des 
raies spectrales qui découle de l'étude quantique Av = (AE eh = 
— eg länc est exactement égale au déplacement Lorentz purement 
classique Awz. 

L'influence du spin (pour des atomes de S, = 0) se traduit par 
le fait que pour une intensité donnée du champ magnétique la 
décomposition Zeeman se détermine non par la valeur numérique 
du magnéton de Bohr ug mais par le produit g,ur, où le facteur 
& est une fonction des nombres quantiques L,, $, et J, indépen- 
dante du nombre quantiqre principal n. Ces considérations théori- 
ques apportent l'explication de la règle empirique de Preston. La 
valeur du déplacement d'une raie se détermine par la différence 
des énergies des termes en interaction: 


Ava = AEjfh — AEjfh = (pBé/lh) (M 1181 — Msg:), (6.32) 
ou encore 
Avya/A vs = (M y181 — M ya) = a/b. (6.32a) 
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La quantité (M ,,8, — My,g2) = a/b étant dans le cas général 
une fraction rationnelle, la règle de Runge trouve elle aussi son 
explication ET Le nombre de sous-niveaux magnétiques est 
toujours égal à à (2J, + 1) et les règles de sélection du nombre quan- 
tique magnétique M 3, Sont les mêmes que celles du nombre magné- 


tique m (v. $ 3.14): À M5, = 0, +1. Les transitions de AM,, = 0 


correspondent aux composantes x du spectre d'émission, et les 
transitions de AM; — +1 aux composantes o+. Les transitions 


s 


dont | AM,,|>1 sont interdites à l'approximation dipolaire. 


Si l’on augmente de façon continue l'intensité du champ magné- 
tique, le déplacement Avi des raies dû à l'effet Zeeman anormal 
croîtra linéairement avec 2 tant que le déplacement Zeeman anor- 
mal Ava n'excède la décomposition en doublet ôv (v. fig. 6.22). 
Un tel champ ne saurait être considéré comme faible par rapport 
à des champs interatomiques. Dans le cas d’une perturbation si 
forte des termes atomiques, l'effet Zeeman normal laisse place 
à l'effet Zeeman anormal (effet Paschen-Back). La théorie quantique 
donne l'explication suivante de ce phénomène. Dans un champ 
magnétique intense, l'interaction spin-orbite peut être considérée 
comme faible devant l'interaction des moments orbital et de spin 
avec le champ magnétique extérieur. Dans ce cas le nombre quanti- 
que J, perd son sens physique car chacun des moments Ps, Pr, 
s'oriente dans le champ extérieur suivant les règles de la quantifi- 
cation spatiale. L'état de l'atome se caractérise par les nombres 
quantiques L, et m.,, S, et ms. Les contributions magnétiques 
à l'énergie sont de la forme AE mn, = —mMmru8%, (AE ms) = 
= —2ms,u8 €. Par conséquent, la variation totale de l'énergie 
d’un électron dans l'atome a pour expression 

(AEm,, ms) = (AEn,) +(AEn,) = — us (m1,+2ms,), (6.33) 
où m, et ms sont respectivement les nombres quantiques orbital 
et de spin entiers (ils caractérisent les projections possibles des 
moments orbital et de spin sur la direction du champ extérieur). 

A l’approximation dipolaire, les règles de sélection des nombres 
mr et ms sont les suivantes: Amz — 0, +1, Ams — 0. Comme il 
résulte de la formule (6.33), les transitions entre les niveaux des 
atomes dans un champ intense donnent généralement lieu à l'effet 
Zeeman normal. En effet, pour Amz — 0, Am, = 0 on obtient une 
composante 7 non déplacée, alors que pour Am; = +1, Ams = 0 
on obtient deux composantes o+ symétriquement déplacées. 

Effet Zeeman pour un atome à un seul électron optique. — Le 
nombre quantique j = L + s pouvant prendre dans ce cas des valeurs 
demi-entières, les projections du moment total p; = kj = À (1 +5) 
sur la direction du champ extérieur prennent elles aussi des valeurs 
demi-entières : 


4 


HS 
hjcos(i, #)=fim,, (6.34) 
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où m, est le nombre quantique magnétique qui prend des valeurs 
de —j à +j, c'est-à-dire au total (2j + 1) valeurs demi-entières @): 

= —}, = G SE 4), .…...s —1/2, +1/2, es + G — 1), +]. Les 
Lee de sélection de m, sont les mêmes que celles de m: Am; = 0, 
+1. 
Dans le cas d’un champ faible la contribution magnétique à 
l'énergie du terme a pour expression 


LOS 
(AE) = —pyS6 cos (ÿ, S). (6.35) 


D 
Comme cos (j, #) = m,/j, l'expression pour l'énergie d’un terme 
dans le champ magnétique sera de la forme 


E(n, 1, j, m)=Eo(n, LM, (6.36) 


où E,(n, 1, j) est l'énergie du terme pour & = 0. 
Pour un électron périphérique uniqueonaj =1l+s=1l+ 1/2 
et py=i+u, =uB(+i1i). On en tire 


5 : 1 
E(n, 1, j, m)=Ed{n, L, ÿ)—LeS pm (6.37) 


La quantité g — (1 + 1)/(1 + 1/2) = 1 + 1/2j est le facteur de 
Landé (@. Le déplacement des niveaux s'exprime par 


AE se = E (r, L, j, m;) —= Es (r, l, j) = — LB 8m y. (6.38) 


Compte tenu des règles de sélection (Am; = 0, +1), la différence 
d'énergie entre deux termes combinés l’un avec l’autre est égale 
à uBgd. 

La fig. 6.24 montre la décomposition des termes ?S;,3, “Pis 
et 2P,7, de l'atome d'un métal alcalin dans un champ magnétique 
faible. Pour les niveaux *S,/, on a j = 1/2 et le nombre quantique 
ne peut donc prendre que deux valeurs: +4/2 et —1/2. Pour l’état 
2S,7, le facteur de Landé g, = 2, c'est-à-dire que d’après la formu- 
le (6.38) AE; = ur. Pour l'état ©P,,, (1 = 1, j — 1/2) le 
nombre quantique m; = æ+1/2 et le facteur g est g, = 1 — 
— 1/26 +1) = 2/3 (let s étant antiparallèles). Le déplacement 
Zeeman du niveau ?P,,, vaut + (1/3) us. Les valeurs du déplace- 


TS 
G) Puisque —1 <& [cos (j, &) = my/j] < +1, il s'ensuit que —j < my 
(3) Comme on l'apprend en mécanique pente &p = 1 + 1/2j et 
Run parallèle et ga = 1 — 1/2 (j + 1) pour l'orientation antiparallèle 
es et I. 
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ment de fréquence correspondant à des transitions entre les niveaux 
38,2 et Pa permises par les règles de sélection sont indiquées dans 
le Tableau 6.9. 


Tableau 6.9 

Transition 1 2 3 4 
am | 0 | 4 + | 0 
AvVA/Avz |—2/3 | +4/3 Haras 


__ Ainsi dans le cas d’un champ magnétique faible la première raie 
des doublets de la série principale se décompose en quatre raies 
(fig. 6.24, a). Les coefficients de Runge calculés théoriquement 


Fig. 6.24 


s'accordent avec les valeurs de a/b obtenues expérimentalement. 
Pour l'état 2P.,,, j = 3/2, le nombre magnétique m; prend quatre 
valeurs: m,; = 3/2, +1/2, si bien que chacun des niveaux Psy 
se décompose en quatre sous-niveaux Zeeman. Pour cet état (1 et s 
étant parallèles), le facteur de Landé g, — 4/3. Le déplacement des 
niveaux AE = upSgm, vaut AE, = + (2/3) u8% et AE, = 
= +tr#. Par suite le déplacement de fréquence anormal est 
gal à 


Ava = Avr [+ (M 382) Æ (mjg)l. (6.39) 


La fig. 6.24, b montre six raies qui apparaissent au cours des 
transitions entre les états °P.,/,, et *S,/,. Le Tableau 6.10 indique 
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Tableuu 6.10 


Transition 1 2 3 & 5 6 
Am; | —1 0 —1 | +1 | 0 +1 
Ava/Avz | +1 |-1]|+50|-50| #7] —1 


les valeurs du déplacement de fréquence correspondant à différentes 
valeurs de Am). 

La quantification spatiale des moments magnétiques se fait par 
rapport à la direction préférentielle qui est déterminée par le champ 
dont l’action orientatrice est la plus forte. Ceci signifie que l’énergie 
du système dans un champ dépend le plus fortement de l'angle «& 
formé entre les directions du moment magnétique et du champ, 
c'est-à-dire que la dérivée 9 (AE, .:)/0& a la valeur maximale. 
C'est cette circonstance qui est à l'origine de l'effet Paschen-Back : 
lorsque le champ magnétique est suffisamment intense, le moment 
orbital et le moment de spin s’orientent par rapport à -#,xt indé- 
pendamment l’un de l’autre, en violant les règles de la quantifica- 
tion spatiale l’un par rapport à l'autre. Dans ces conditions, on a dans 


le cas d'un électron de valence unique cos (u,, %) = cos «, = +1 
TMS 

et cos (y, 52) = cos ay = m/l. La contribution magnétique à l’éner- 

gie s'exprime par 


AE y» = AEr+AE, — 
= —1, 70 cos ar — pu, % cos a, = 
= —upn Ÿ +uB% = ur % (m+i). (6.40) 


Cette formule est un cas particulier de la formule (6.33) obtenue 
pour un atome à plusieurs électrons de valence à l'approximation du 
couplage LS. 

L'énergie d’un niveau dans un champ fort a pour expression 


E (nr, l, m,; s) = ES (2, D) ES 574 (m Æ 1), (6.41) 


où E$ (n, l) est la valeur de l'énergie qui dans un champ fort ne 
dépend pas du nombre quantique j (ici le nombre j perd son sens 
physique) et est comprise entre la valeur £, (n, L, j) correspondant 
à n et / donnés et j différents (c'est-à-dire entre les états P,,, et 
P:p). Entre les niveaux dédoublés ?$,,, et P,,,,32, les règles de 
sélection (As = 0, Am = 0, +1) autorisent six transitions (1, 3, 
5, 6, 8 et 10) indiquées sur la fig. 6.25 par des flèches continues. 
Les transitions 2, 4, 7 et 9 sont interdites par les règles de sélection 
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du nombre quantique de spin. Toutes deux transitions parmi les six 
transitions permises possèdent un même déplacement de fréquence. 
En effet, il résulte de la formule (6.41) que 


hvie = ES (ns, L) — ES (n:, L) — né Am — 
= hv,—Up%# Am. (6.42) 
D'où 
Av = v, — vis = (up#/h) Am = Av, Am. (6.43) 


L'expression (6.43) montre que les transitions 3 et 8, pour les- 
quelles Am = 0, donnent une raie non déplacée v;, les transitions 1 


Us 40 


5=-1/2,m=-1 
s=-/2,n=0 
s=712,m=t] 


Fig. 6.25 


et 6 correspondent à Av — -+Aw, et les transitions 5 et 10 à Av — 
— —Awr. Ainsi, au lieu d'un multiplet complexe de dix raies, on 
obtient de nouveau dans un champ magnétique fort un triplet 
Zeeman normal. 

Résolution de l’équation de Schrôdinger pour un atome dans 
un champ magnétique et effet Zeeman quadratique. — Comme le 
montre l'équation de Schrôdinger pour un électron (3.324) placé 
dans un champ électromagnétique de potentiel vecteur A ainsi que 


l'équation de Dirac (3.330), l'hamiltonien À comprend un terme 
(1/2me) (p + (le lc) ÂF + Ü. En appliquant cet opérateur à la 
fonction # qui décrit l’état d’un électron dans l’atome et en tenant 
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compte du fait que les opérations correspondantes ne sont pas com- 
mutatives, on obtient () 


eh 
impec 


A grad + Uy — 


fi : 2 
— nes (iv A) h+ T4. (6.44) 


h2 
Ep= —-#— Ab— 


Le potentiel vecteur À peut toujours être choisi de telle sorte que 
div À = 0. Si le champ magnétique est uniforme et orienté suivant 
l'axe Z, alors , = y = 0, , = Se. Dans ce cas À, = 
= — (1/2), A, = (1/2)5€, et À, — 0, car dans un champ uni- 
forme À = (1/2) [é£rl. Si dans l'équation (6.44) on néglige les termes 
quadratiques en champ, elle prend, compte tenu de ce qui précède, 
la forme suivante: 

ie G 2m0.. 
vp+ HE (sy P)+ Be (E-U)b=0. (6.45) 

En coordonnées sphériques, l'équation de Schrôdinger (6.45} 

s'écrit 


Vap+ ee [(E—U) p+iñor LE ]=0. (6.46) 
Ici, ©, = e/2m,c est la fréquence de Larmor. 

La solution (6.46) coïncide avec la solution de l'équation de 
Schrôdinger pour &# = 0 si £E = E, + mhw,, où E, est l'énergie 
de l'atome en l'absence de champ extérieur ; m est le nombre quanti- 
que magnétique qui prend des valeurs de —Z à +. Ainsi la solution 
exacte de l'équation de Schrôdinger donne pour la contribution 
magnétique la même valeur AE 4; — Amus# qui a été obtenue 
à partir du modèle vectoriel de l'atome. 

Si l’on garde dans l'équation (6.44) le terme proportionnel à A? 
(et donc à £?), l'atome à un seul électron de valence doit présenter 
un déplacement quadratique (diamagnétique) des niveaux: 


k2 (n°) 


8c2mÿet 


AËox= (1+ m)2562, (6.47) 


où n* est le nombre quantique principal efficace. 
Le nombre d’ondes correspondant à ce déplacement doit être 
égal à 


AVoge (cm1) = 4,98-10-15 (n*)t (1 + me. (6.48) 


On voit que dans des champs habituels l'effet indiqué est très 
faible (fig. 6.26, a) mais AVox croît rapidement lorsque n7* aug- 


G) Pour plus de détails, voir [9, t. 2]. 


mente. C’est pourquoi l'effet Zeeman quadruatique peut être observé 
sans avoir recours à des intensités très élevées du champ si l'on 
utilise les transitions d’un 
3=0 électron excité dans des 
| dx états quantiques caractéri- 
sés par des valeurs suffisam- 
I ment grandes de n* (fig. 
EL 6.26, b). Cet effet a été 
ais sn découvert pour la première 
H+0 fois par Segré (1934) qui 
! 1 
! 1 


observait des transitions 
Load entre les forts niveaux de 
se "te ? . . 
la série principale de l’a- 
a) 5) tome de sodium. 

Fig. 6.26 L'effet Zeeman est lar- 
gement utilisé, par exem- 
ple, pour la mesure de 

champs magnétiques dans les sources de lumière, pour la créa- 
tion d’un système de niveaux magnétiques nécessaires dans les 
masers, pour le changement de fréquence et la modification des 
caractéristiques de polarisation dans les amplificateurs quantiques 
et dans les lasers. 


$ 6.8. Influence d’un champ électrique 
sur les spectres atomiques 


La fréquence et la polarisation de la lumière émise par les atomes 
peuvent être influencées non seulement par un champ magnétique 


mais également par un champ électrique &. La décomposition des 
raies spectrales sous l’action d’un champ électrique est désignée 
par effet Stark (1), Cet effet est plus difficile à observer que l'effet 
Zeeman parce que la production d'un champ électrique fort dans le 
volume occupé par un gaz luminescent (plasma) ou par une vapeur 
se heurte à une grande difficulté. Pour tourner cette difficulté on 
procède généralement de la façon suivante. Dans la cathode X du 
tube à décharge gazeuse on pratique des canaux étroits par lesquels 
un faisceau d'ions positifs et d’atomes excités (« rayons de canaux ») 
contenus dans la décharge gazeuse pénètrent dans l’espace entre la 
cathode Æ et la plaque 2 (fig. 6.27) placée derrière la cathode, cet 
espace étant soumis à un champ électrique intense. Pour que le 
libre parcours moyen des atomes dans cet espace soit suffisamment 
grand, on procède à son pompage supplémentaire. L'’intensité du 
champ électrique atteint généralement 107 à 108 V/m. On doit avoir 
en vue que dans ce cas un champ suffisamment intense peut provoquer 


«) Cet effet à été observé pour la première fois par Stark (1913) lors de 
l'étude du spectre de l'hydrogène. 
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une auto-ionisation de l'atome, c'est-à-dire l’arrachement d'un élec- 
tron. Le champ électrique abaisse la barrière de potentiel en facilitant 
ainsi le passage des électrons par effet tunnel (v. $ 3.7) dans la 
région des valeurs positives de l'énergie (fig. 6.28). 

Le champ électrique agissant sur l'atome le polarise, c'est-à-dire 
déplace les « nuages électroniques » par rapport au noyau lourd 
chargé positivement. L’atome ac- 
quiert un moment dipolaire dia (6) 
induit par le champ €, dont l'in- 
teraction avec le champ fait varier 
l'énergie du système d’une quantité 


AEg = —dina (£)6- (6.49) 


MORE ae 2z 


SpectromèÈtre 


* 


Fig. 6.27 


Comme le moment dipolaire dépend lui-même du champ, la 
contribution électrique à l'énergie doit être fonction du carré de 
l'intensité du champ (effet Stark quadratique). La théorie électroni- 
que classique peut expliquer le déplacement des raies spectrales 
proportionnel à £°, mais elle est incapable d'expliquer leur décom- 
position. L'effet Stark quadratique s’observe effectivement dans 
les expériences sur la plupart des atomes à plusieurs électrons. La 
fig. 6.29 montre à titre d'exemple la variation du déplacement AA 
des raies des doublets D du potassium (458 ,,, + 5p°P,,, et 4SS,,, + 
— 9p*P 3) en fonction du carré de l'intensité de champ électrique. 
La fig. 6.30 illustre, dans le cas de l'effet Stark linéaire, le caractère 
de la décomposition des termes atomiques correspondant à l’émis- 
sion de la raie A, de la série de Balmer pour l’atome d'hydrogène. 
La hauteur des raies représentées dans la partie inférieure de la 
fig. 6.30 traduit schématiquement l'intensité relative des composan- 
tes distinctes du spectre. 

L'effet Stark peut être étudié théoriquement en résolvant l’équa- 
tion de Schrüdinger par exemple pour un atome d'hydrogène compor- 
tant un terme supplémentaire e€z qui traduit la contribution à l’éner- 
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gie potentielle de l'électron dans un champ électrique uniforme 
dirigé suivant l'axe z (fig. 6.28): 


Vq +2 (E +2 083) p=0. (6.50) 


Puisque le champ uniforme trouble la symétrie sphérique du 
champ coulombien Ze?/r en constituant une petite contribution 
(perturbation) à ce champ, il convient de résoudre cette équation en 
coordonnées paraboliques E, n, @ liées aux coordonnées cartésiennes 


let 2:À=40441nm 
J'ÀA"406, T?nm 


6 

[A 

2 

0 4 6 à 
£ta10 "yYem? (riki-Nok2) 8852252 8 65:92:56 
Fig. 6.29 Fig. 6.30 


z, y, z par les relations: x = En sin q, y = En cos p, z = (1/2) x 
X (E° — n°). L'origine des coordonnées (x = y = z = 0) est dans 
ce cas confondue avec le foyer commun des paraboloïdes £ = Cte 
et n = Cte, alors que l'axe Oz est leur axe commun, la rotation 
autour de cet axe est caractérisée par l’angle . En utilisant la théorie 
des perturbations (v. $ 3.15), on peut obtenir à l’approximation du 
deuxième ordre la formule suivante pour l'énergie supplémentaire 
du terme: 


___3R$ R6£nt 
AË%  “Impetz (Rx An) nr 16m8, 424 


X (1772—3 (ny —nn)— Im +19], (6.51) 


où #% et 7 sont des nombres quantiques paraboliques (entiers et 
positifs) satisfaisant à la condition ny + n4 + my +1—=n; miest 
un nombre quantique qui se confond d’après son sens avec la valeur 
absolue du nombre quantique orbital (ce qui tient au fait qu’en 
coordonnées sphériques et paraboliques l'angle œ@ caractérise la 
rotation du rotateur quantique rigide). 

Puisque |m,| = 0, 1, 2, ..., on a |rg — nn |-<n. Le pre- 
mier terme de l'expression (6.51) décrit l'effet Stark linéaire, et le 
second, l'effet Stark quadratique. L'effet Stark quadratique ne 
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commence à se manifester que pour € >> 108 V/m. En notant la 
différence (ny — nn) = k, écrivons l’expression pour la décomposi- 
tion des raies spectrales dans le cas de l'effet Stark: 


3h 
Ave r ky—nks). (6.52) 


Les règles de sélection pour les transitions et la polarisation de 
l'émission se déterminent de la façon suivante () : quand À (n + k) 
est un nombre pair, il apparaît une composante x de l'émission, si 
À (n + Kk) est un nombre impair, une composante 6. Dans l'effet 
Stark, de même que dans l'effet Zeeman, on entend par composante 
une composante de l'émission possédant une polarisation rectiligne 
le long de la direction du champ extérieur et par composante 0, 
des oscillations polarisées rectilignement dans un plan perpendicu- 
laire au champ. Lorsque le rayonnement est observé le long du 
champ, la polarisation dans le cas de l'effet Stark quadratique est 
nulle parce que les composantes à polarisation circulaire tant à droite 
qu'à gauche coïncident, car l'énergie est indépendante du signe de m1; 
{v. formule (6.51)]. Les résultats de l’étude expérimentale de l’effet 
Stark sont en bon accord avec la théorie quantique. À remarquer 
que lors des collisions entre les atomes la position des niveaux peut 
varier sous l'action des champs produits par des particules qui 
entourent l'atome. Il en résulte un élargissement des raies spectrales 
dit élargissement Stark. Une autre manifestation de l’action d’un 
champ électrique sur les atomes peut être l'apparition dans le spectre 
de nouvelles raies correspondant à des transitions interdites. Les 
valeurs du moment électrique dipolaire di, (€) induit par le champ 
sont différentes pour des états de différents nombres quantiques. 
C'est pourquoi, lors des transitions entre de tels états le moment 
dina (é) variera et donc le rayonnement sera émis même pour 
| AL, | = 0, 2 et 3 et non seulement pour | AL, | = 1. 


$ 6.9. Structure hyperfine des spectres atomiques 


En utilisant la technique des faisceaux atomiques permettant 
de se débarrasser de l'élargissement par collisions des raies spectra- 
les des atomes émetteurs, qu'ils avaient les premiers mise au point, 
les savants soviétiques Dobretzov et Térénine ont montré en 1928 
l'existence d’une structure hyperfine (SHF) des raies spectrales des 
atomes (, Ce nouveau phénomène a été découvert lors de l'étude 


() Les règles de sélection valables pour l'effet Stark peuvent être détermi- 
nées rigoureusement à l’aide du principe de superposition des états adopté en 
mécanique quantique (v. $ 3.14). Elles peuvent s’obtenir également à partir 
d'une étude élémentaire basée sur le principe de correspondance de Bohr selon 
lequel la nature discrète des niveaux commence à disparaître lorsque les nombres 
quantiques prennent de grandes valeurs, si bien que les intensités de rayonne- 
ment peuvent se calculer à l’aide des formules de l’électrodynamique classique. 


(2) Indépendamment d'eux ce phénomène a été découvert par le physicien 
allemand Schüler (1928). 
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de la région du spectre de l'atome de sodium (Nal) correspondant 
à la transition 32$,,, —+ 3°P,, 37». 11 est apparu que chacune des 
raies du doublet était décomposée en deux raies. Pour la raie à À, — 
— 589 nm l'intervalle ôA, = 2,1 pm et pour la raie à À, — 589,6 nm, 
ôÀ, = 2,3 pm. Des mesures plus précises effectuées par la suite ont 
montré qu'en réalité la raie ondes longues du doublet était décom- 
posée non pas en deux mais en quatre raies (quadruplet) avec l’inter- 
valle entre les raies extrêmes du 

F quadruplet 6À = 0,2 pm. alors 


F 
sp "À 3 que la raie à À, = 589,0 nm 
he 1 était décomposée en six raies 
0 (fig. 6.31). Ainsi, en l'absence 
de champ magnétique extérieur, 
; le doublet de l'atome d'un mé- 


s ; tal alcalin analysé à l’aide d’un 
Sp Sp appareillage à haut pouvoir de 


résolution (spectrographes inter- 

férentiels. réseaux de diffraction 
. spéciaux) se présente en réalité 
2,1pm 


O2pm— 23pm —0O1pm comme un multiplet complexe 

À= 589,6 nm À=589nm comprenant dix raies distinctes 

Na] réunies en deux groupes: un 

Fig. 6.31 quadruplet et un sextuplet. 

Une décomposition analogue des 

raies, pareille à l'effet Zeeman, est constatée dans de nombreux 

atomes et s'explique, comme le suppose Pauli, par le fait que le 

champ d'un noyau atomique ne se réduit pas au champ d’une charge 
ponctuelle. 

Actuellement il est établi que dans la plupart des cas la structure 
hyperfine des raies spectrales des atomes est due au moment cinéti- 
que P, (spin) du noyau et au moment magnétique pu, qui lui est lié. 
Le moment quadrupolaire Q, ® du noyau joue lui aussi un rôle 
dans l'apparition de la structure hyperfine supplémentaire. Le 
moment magnétique du noyau est lié au moment cinétique par la 
relation habituelle (v. $ 1.1): 


me (xe)Pr (6.53) 


où g, est le facteur spectroscopique du noyau: M}, la masse du 
noyau. 
La quantité 


1 


= + (——) (6.54) 


mor 


(où m,» est la masse au repos du proton) est appelée magnéton nu- 
cléaire. 


4) Par raison de symétrie sphérique, le moment dipolaire du noyau est nul. 
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Le magnéton nucléaire pu}, est 1836 fois plus petit que le magné- 
ton de Bobr ug et donc la structure hyperfine est environ 10% fois 
plus étroite que la structure fine ordinaire du multiplet liée au spin 
de l’électron. En introduisant l'expression (6.54) dans (6.53), on 
obtient 


[17 = grhwPr/h (6.55) 
Puisque pour le noyau, de même que pour tout autre rotateur 
quantique rigide, le moment angulaire P; = VI(T + Th, Ja 


formule (6.55) pour la valeur absolue du moment magnétique du 
noyau peut s’écrire sous la forme 


e=VTT + Den, (6.56) 


où le nombre quantique / prend pour divers noyaux les valeurs: 
0, 1/2, 3/2, 2, 5/2, 3, 7/2, etc. 

L'interaction entre le moment magnétique du noyau et le champ 
magnétique interatomique , produit par les mouvements orbital 
et de spin des électrons fait intervenir non pas le moment magnétique 
u lui même mais sa projection u, (ou u,.) sur la direction du champ 


magnétique &, (axe z). D'aprèsles règles de la quantification spatiale 
cette projection s'exprime par 


bises = Migibn, (6.57) 


où M, est le nombre quantique magnétique du noyau pouvant 
prendre les valeurs de +7 à —J. 

Il résulte de la formule (6.57) que la valeur absolue maximale 
que peut prendre la projection du moment magnétique du noyau 
a pour expression 


(ler ,)max = Tgruye (6.58) 


C'est cette valeur qu’on convient de prendre pour le moment 
magnétique du noyau. Comme il a été indiqué au $ 1.1, le proton 
possède un moment magnétique u, différent d'un magnéton nucléaire 
u x. Le spin du proton 7 étant égal à 1/2 (en unités de h), cette dif- 
férence signifie que pour le proton g 2. L'expérience montre que 
£p = 5,585, donc un = 2,7927ux 0). 

Le nombre de composantes que contient une structure hyperfine 
peut se déterminer de la même manière que celui de la structure fine 
du spectre atomique, c’est-à-dire à l’aide du modèle vectoriel de 
l'atome qui tient compte du spin du noyau. Quant à l’état de l’ata- 
me, on convient de le caractériser par le nombre quantique total F 
qui détermine le moment total de l'atome: 


Pr = Pr, + P,. (6.59) 


G) Une autre particule nucléaire, le neutron, possède elle aussi un moment 
magnétique u, = —1,74 un (v. Tabl. 1.1). 
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Pour Z et J, donnés, la valeur absolue du vecteur P» 
Pr=VF(F+TÀ, (6.60) 


où F=1+J,. 

Ainsi le nombre F varie de 1 + J, à 1 — J, (si 1>J,) ou 
à J,—1T(siJ,> 71). Il y aura donc au total (271 + 1) valeurs dif- 
férentes de F pour 71>J, ou (2J, + 1) valeurs différentes pour 
J, > TI. Lorsque le noyau possède un spin, chaque 
Pi niveau d'énergie caractérisé par le nombre quantique 
P J, se décomposera en autant de niveaux distincts. 
La contribution à l'énergie de l'atome, liée à l’in- 
p teraction entre le moment magnétique du noyau et le 

F_ champ interatomique, a pour valeur 


TN 
Es = Ya (0) cos (Pr, Pa), (6.61) 


où 2, (0) estle vecteur intensité du champ magnéti- 
Fig. 6.32 que produit par la couche électronique au centre de 
l'atome, c’est-à-dire au point où se trouve le noyau. 
La direction de ce champ coïncide en moyenne dans le temps 
(v. $ 6.7) avec la direction du moment angulaire total de la couche 
électronique P,,. Comme il résulte du diagramme vectoriel de la 
fig. 6.32, 
PR—Pi— Pi, 


TN 
cos (P;, Pr,)= 2P;P; 
a 


(6.62) 
En y portant les valeurs P,=hVI(I +1), P;,= 
=hVI Ts +0 et Pr=hVF(F +1, on obtient 
7 D. _FF+—I(U+1)— Ja (Ja +1) 
ARE 2h) 


En introduisant cette valeur du cosinus dans la formule (6.61), 
on obtient l'expression définitive pour le déplacement du niveau 
d'énergie par suite du spin du noyau: 


= Ur a (0) - te. _. 
ER TEA TRE) (F(F+1)—1(1+1) 
—Ja(Ja+1)1. (6.63) 


La quantité 


4= 0 (6.64) 

VI(+1 Ja(Ja+1) 
est une constante pour un état électronique donné de l’atome et 
pour un spin donné du noyau. Pour la déterminer il faut connaître 
le moment magnétique du noyau et l'intensité du champ #, (0) 
au centre de l'atome. La valeur exacte de #7, (0) n’est calculée que 
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pour l’atome d'hydrogène et les ions hydrogénoïdes. Pour des atomes 
plus complexes. l'intensité 7, (0) se calcule à l'aide de méthodes 
approchées de la mécanique quantique (. La connaissance de la 
ue A permet d'écrire la formule (6.63) sous une forme plus 
simple : 


Er AIF(F+1)—1(14+1)—J (a+. (6.65) 


Les transitions entre les niveaux satisfont aux règles de sélection 
AF = 0, +1 (excepté le cas où F, = 0 —+ F, = 0). Puisqu'en vertu 
de (6.65) l'intervalle entre les sous-niveaux consécutifs s'exprime 
par 


bErti—8Er = (F4 1)(F +2) 1 (T4 1) (Ja + 1) — 
— LUF (F4 DIT +1) (a+ 11 A(F+ 1), (6.66) 


il en résulte que l'intervalle entre les raies spectrales de la structure 
hyperfine a pour valeur 


ÔVpr+1, F = SEru Per $Er == _ (F+ 1). (6.67) 


La distance entre les composantes de la structure hyperfine 
satisfait à la règle des intervalles 


Ôv,: vs: Ôvs: ... = (F +1): (F +2): (F +3): ... (6.68) 


Comme le montre l'expérience, cette règle est généralement 
observée avec une grande exactitude, ce qui confirme la justesse de 
l'explication de la nature de la structure hyperfine et permet de 
déterminer directement d’après les spectres de la structure hyperfine 
les spins nucléaires (. Si la règle des intervalles n'est pas satisfaite, 
ceci signifie qu’en plus du moment magnétique, du noyau on doit 
tenir compte de son moment quadrupolaire Q,. 

Le calcul effectué par Fermi pour l'atome d'hydrogène et les 
ions hydrogénoïdes (J, — j, L, — l) a donné pour la constante À 
la valeur suivante: 


LOU) , 2 
À ji +1) I {r )HriB, (6.69) 


où (r-#) est la valeur moyenne du cube de l'inverse de la distance 
entre l’électron de valence et le noyau. 


@) La méthode la plus simple de calcul de 5 (0) est basée sur les modèles 
de Bohr des courants circulaires orbitaux qui engendrent un champ au centre 
du «circuit » atomique. 

2) La valeur de 7 peut être déterminée non seulement à l’aide de la règle 
des intervalles mais également d’après le nombre de sous-niveaux (27 + 1) de la 
structure hyperfine. Pourtant ceci n’est possible que si 7 > JA. car pour J, > / 
le nombre de sous-niveaux de la structure hyperfine est égal à (27, + 1). 


1801643 273 


D'après les calculs de mécanique quantique 


DS 6.70 
Er ITU NT TENTE Cp 
où rs = h°/moce* est le premier, rayon de Bohr (v. $ 3.12) (. 
En introduisant les expressions (6.58) et (6.70) dans (6.69), on 
obtient 


CR 
= n$ (+172); (+1 uB (6:t 


Ici, R est la constante de Rydberg ; «, la constante de structure fine. 
Compte tenu de (6.71). la formule (6.65) peut s'écrire sous la 
forme 


SE — hcRa%Z3e; F(F-+1)— (1-1) j (j +1) 
(+120 +018% 2 ; 


Pour l’isotope léger d'hydrogène le spin du noyau 7 = 1/2. 
En prenant l’état fondamental de l'atome 18,4 (nr = 1, l = 0, 
j = 1/2). on obtient deux valeurs du nombre quantique F = I + j: 
F,=1/2—1/2—0, F, — 1/2 + 1:2 = 1. Ainsi le niveau 1S,x 
de l'atome d’hydrogène est fractionné en deux sous-niveaux 
(fig. 6.33, a) séparés par l'intervalle égal à 


(6.72) 


SVsi7o (em!) = À FÉEL 2 0.008465. (6.73) 


En y portant la valeur de g, pour le proton, on obtient ÔVs,/e = 


= 4,73 m”!. Cet intervalle de nombres d'ondes correspond à la 
fréquence ôv — 1420,4 MHz (À = 0.211 m). La raie d'émission à la 
longueur d’onde À = 0,211 m s’observe dans le spectre de fréquences 
reçues par les radiotélescopes en provenance de l’espace cosmique. 
Bien que la probabilité de la transition spontanée F, — 1 — F, — 
soit très faible (le coefficient d'Einstein 4,, Æ 10-75 s. ce qui cor- 
respond à une durée de vie de l’état excité t:, — 107 ans!), on 
parvient à enregistrer l'émission radio-électrique à la longueur 
d'onde À — 0,211 m grâce à l’abondance de l'hydrogène dans l'Uni- 
vers. Cette même raie a été utilisée (1960) dans le maser à hydrogène, 
l’oscillateur quantique utilisant le principe de sélection des atomes 
d'hydrogène se trouvant dans des états supérieur (F, = 1) et infé- 
rieur (F, = 0) à l’aide d’un champ magnétique fortement inhomo- 
gène (pour plus de détails, v. $ 2.7). Les particules dans l’état 
= 1 qui ont traversé le sélecteur sont dirigées dans une cavité 
à “haute surtension accordée sur la fréquence de la structure hyper- 
fine de la transition atomique. Dans la cavité, les transitions des 


@) Du modèle de l'atome de Bohr il résulte que ((1/r-3)) = Z°/rBn°ng où 
19 est le nombre quantique azimutal : ny =1l+1.Pourn=n 1e Z= 


= {fr} = rp. . 
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atomes vers l’état inférieur sont liées au processus d'émission stimu- 
lée (v. $ 4.3). Si le gain d'amplification du signal à cette longueur 
d'onde excède les pertes par effet .Joule dans les parois de la cavité, 
on peut réaliser un générateur de fréquence hautement stable (« hor- 
loge atomique »). Pour faciliter la réalisation de la condition d'oscil- 
lation, on prolonge le temps de séjour des atomes excités dans la 
cavité en plaçant à l'intérieur de 
cette dernière des ballons accumu- 
lateurs dont les parois en paraf- 
fine ou en teflon réfléchissent de 
façon essentiellement élastique 
(sans modifier leur état quantique) 
les atomes d'hydrogène en les obli- 
geant de traverser plusieurs fois 
le champ régnant à l’intérieur de 
la cavité. 

De même que le niveau fonda- 
mental 18,,,, les niveaux excités 
de l'atome d'hydrogène possèdent 
naturellement eux aussi une 
structure hyperfine. Comme le mon- 133 
tre la formule (6.72), dans ces cs 
conditions l'intervalle entre les Fig. 6.33 
raies distinctes diminue rapidement 
lorsque les nombres quantiques n, ! et j augmentent. C’est ainsi par 
exemple que pour l’état 2P.;, de l'atome d'hydrogène léger il ne 
vaut que 23,6 MHz. Pour des systèmes non hydrogénoïdes, le calcul 
des intervalles entre les raies d’une structure hyperfine devient plus 
délicat et la contribution principale à la valeur de 4#, (0)est apportée 
par des électrons de valence non couplés. Les électrons des couches 
saturées ont leur moment magnétique nul et donc n’apportent 
aucune contribution à 4, (0). Pour les atomes de métaux alcalins 
et les ions semblables à un électron de valence la valeur de l’inter- 
valle entre les raies pour l’état fondamental °S,,, est calculée par 
la formule de Fermi-Segré: 


6 À hp (0) er es (21 + 1), (6.74) 


où 1 (0) est la fonction d'onde normée de l'électron à l'endroit où 
se trouve le noyau atomique. 

Les noyaux des isotopes d’un même élément possèdent des spins 
différents. C'est pourquoi chaque isotope se caractérise par sa propre 
structure hyperfine différente des autres. Pour un mélange naturel 
d'isotopes la structure hyperfine représente une superposition de 
structures hyperfines des isotopes constitutifs. Les déplacements de 
fréquence dans la structure hyperfine correspondant à l'état fonda- 
mental *S;;, de l’atome sont indiqués dans le Tableau 6.11. 
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Tableau 6.11 


Spin nu- Spin nu- 


Isotope EL ôv, MHz 1sotope LE ôv, MHz 

Hi 12 1420,4051+0,0901! Rbs57 3,2 6834 ,1 

H* (D) 1 327,3842 Cs133 7/2 9192,631770+ 

Hs (7) 1/2 Dr +0,000427712302,: 
a* 3/2 1771,6 T1203 1/2 21106 ,06 

Na°° 3 1220,64 TI205 122 21311 ,48 


Les atomes de métaux alcalins étant faciles à détecter par la 
méthode d'ionisation superficielle (v. $ 10.10), les structures hyper- 
fines des spectres de ces atomes présentent un grand intérêt pour des 
standards de fréquence quantiques à faisceaux atomiques. Un premier 
standard de fréquence de ce type dans la bande de 3 cm a été réalisé 
en 1957 sur la transition F, = 4 —+ F, — 3 de l'atome de césium 
Cs!%% (sous le nom d’atomichron, c'est-à-dire de tube à faisceaux 
atomique de césium). 

En réalisant de tels dispositifs il faut tenir compte de l'effet 
Zeeman sur les raies de la structure hyperfine. Quand l'atome est 


placé dans un champ magnétique extérieur #£,r, l'interaction de 


son moment magnétique total |ur | = gr (um/ñ) | Pr | = 
= grus VF (F +1) avec ce champ donne 


SE : 
AErg=VF (F +1) grUB ext COS (Pr, Heat) (6.75) 


Dans un champ faible pour Avg y << Ôvsxr 


TS 
7 Pp: Mr se 
cos (Pr, ext) = pe = FT? (6.76) 
où P}F, est la projection du moment angulaire total P, de l'atome 
sur la direction du champ magnétique extérieur (axe z); M}, le 
nombre quantique magnétique de l'atome pouvant prendre des 
valeurs de +F à —F, c’est-à-dire au total (2F + 1) valeurs. 

Les règles de sélection du nombre M, sont les mêmes que celles 
des autres nombres quantiques magnétiques: AMF = 0, +1. Les 
transitions de AM} = 0 correspondent à la composante n de l'émis- 
sion et les transitions de AM}; = +1, aux composantes ot. 

La décomposition des niveaux de la structure superfine de 
l'atome Cs!% est montrée sur la fig. 6.33, b. On doit également tenir 
compte du fait que la fréquence de la transition F, = 4 — F, = 3 
de l'atome Cs!$% varie un peu avec le champ magnétique extérieur 
(effet Zeeman quadratique). Bien que la correction qui en résulte 
soit bien faible, on doit en tenir compte pour une détermination 
exacte de la fréquence de la transition (v. $ 6.7 et Tabl. 6.11). 
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$ 6.10. Spectres moléculaires. 
Diffusion Raman de la lumière 


Lois des spectres moléculaires. — Les spectres moléculaires sont, 
même dans le cas des molécules les plus simples, nettement plus 
compliqués que les spectres atomiques. Ceci tient à ce que dans le 
cas des molécules l'émission de la lumière par un système quantique 
excité est liée non seulement au changement de l’état des électrons 
mais également à la modification du mou- ue 
vement des noyaux. Les noyaux des ato- À À 
mes qui constituent une molécule peuvent 
participer tant au mouvement de vibration, a fl | | cr l | fl 


l'un par rapport à l’autre, qu'au mouve- RE x 


ment de rotation autour d’un seul ou plu- 
sieurs axes de symétrie de la molécule (). y) HE AUTRE 
Ces degrés de liberté du mouvement intra- 
moléculaire sont quantifiés. Il en résulte que f 
chaque bande de raies du spectre d'émission Fig. 6.34 
dit spectre de bandes des molécules (fig. 6.34, a) 
se trouve constituée. comme le montre une analyse plus détaillée, 
par une série de raies distinctes discrètes (fig. 6.34, b). Les inter- 
valles d'énergie des photons pour des bandes voisines sont de l’ordre 
de AE = 10-1 eV, alors que les distances énergétiques entre les 
raies voisines dans les bandes sont de l’ordre de 140-$ à 10-° eV. 
Les intervalles d'énergie entre des groupes de bandes se chiffrent 
par des électrons-volts et correspondent à des transitions entre les 
états électroniques de la molécule tandis que les faibles valeurs de 
l'énergie des photons indiquées ci-dessus correspondent aux change- 
ments des états vibrationnel et rotationnel de la molécule. Vu 
qu'un changement de l'état vibrationnel (par exemple, une variation 
de la distance entre les noyaux atomiques) entraîne généralement 
une variation du moment d'inertie de la molécule, il convient de 
dire qu’on est en présence d’un spectre de vibration-rotation des 
molécules. Les fréquences de ce spectre se situent essentiellement 
dans l’infrarouge (+ & 10! à 101% Hz). Les transitions entre les 
niveaux de rotation des molécules lourdes (à grand moment d'inertie 
T5) sont comprises dans le domaine des hyperfréquences (v — 10!° Hz). 
Du fait d'une grande différence entre les masses des électrons 
et des noyaux et donc entre les vitesses moyennes de leur mouve- 
ment. le changement de la configuration de la couche électronique 
se produit lors d’une variation de la distance entre les noyaux d’une 
manière pratiquement instantanée, c’est-à-dire que les variations de 
la configuration électronique s'effectuent en phase avec les vibrations 


QG) En étudiant les spectres moléculaires, on fait abstraction du mouve- 
ment de translation des molécules, car ce mouvement est (pour v& c) sans effet 
sur les propriétés optiques des molécules. C'est seulement par collisions que 
l'énergie du mouvement de translation peut être transférée aux degrés de literté 
internes de la molécule. 
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des noyaux. On peut également considérer que les transitions entre 
deux états électroniques différents de la molécule s'effectuent si 
rapidement que la distance internucléaire dans la molécule n'arrive 
pas à varier de façon appréciable pendant la durée de ces transitions 
(principe de Franck-Condon). C'est pourquoi sur les graphiques 
représentant des courbes d'énergie potentielle (l'énergie étant 
portée en ordonnées et la distance R entre les noyaux en abscisses) 
les transitions électroniques sont figurées par des flèches verticales 
(R = Cte). Les circonstances qui viennent d'être indiquées permet- 
tent de séparer le problème du spectre d'émission de la molécule 
en deux parties: une partie électronique et une partie de vibration- 
rotation (pour simplifier, l'énergie de vibration et l'énergie de 
rotation de la molécule peuvent être considérées séparément). Sous 
ces réserves l'énergie totale (hamiltonien) de la molécule peut 
s’écrire sous la forme de la somme des termes suivants: 


Ertor= Eie+ E; vip + Ei rot + Ei sur. (6.77) 


En plus des termes dont il s’agit plus haut, cette somme com- 
prend le terme Æ; sup qui est l'énergie des interactions fines et 
hyperfines entre les moments des atomes et les champs intramolécu- 
laires. 

Ainsi, au voisinage de chaque niveau électronique (i, k) il existe 
une collection de niveaux de vibration et de rotation et éventuelle- 
ment une décomposition fine et hyperfine de ces niveaux (fig. 6.35). 

Dans le cas général l'énergie d’un photon émis par une molécule 
excitée lors du passage de l’état à à l'état À a pour expression 


hvix = Erot— Entot = (Eie — Ehe) + (Eivin — Envib) + 
+ (Eirot — Enrot) + (E;snr — Ensnr). (6.78) 


Or, la molécule peut émettre un photon sans changement de 
son état électronique. Comme il a été indiqué, ce spectre de rotation- 
vibration se situe dans l’infrarouge (À Æ 1 à 10 um), alors que le 
spectre purement rotationnel tombe dans l’infrarouge lointain 
(à — 100 um). 

On remarquera que les raies d'émission infrarouge ne s’observent 
pas chez toutes les molécules. Par exemple les molécules symétriques 
biatomiques H,, N,, O, et d’autres n’émettent pas de raies infra- 
rouges. Le fait est que le rayonnement infrarouge ne peut être émis 
(ou absorbé) que par suite d’une variation (dans le temps) du moment 
dipolaire de la molécule dirigé parallèlement à l'axe moléculaire 
du fait d’une variation périodique de la distance internucléaire. 
Lors de la rotation de la molécule le rayonnement n'est émis que 
si le moment du dipôle change de direction dans l’espace. Ceci 
signifie que seules les molécules constituées d'atomes hétérogènes 
possédant un moment dipolaire peuvent avoir des bandes de vibra- 
tion et de rotation. Les molécules formées d’atomes identiques sont 
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parfaitement symétriques et donc n’ont pas de moment dipolaire 
permanent. 

Symbolisme des termes moléculaires. — La systématisation des 
termes électroniques des molécules biatomiques ainsi que des molé- 
cules linéaires polyatomiques est basée sur la loi de conservation 
de la projection du moment orbital sur l’axe de la molécule. La 
valeur absolue de cette projection est désignée par la lettre grecque 
A. Suivant la valeur de ce nombre À = 0, 1, 2, etc. (en unités 
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de À) les termes d’une molécule sont notés par des lettres grecques 
Z, I, A, etc. La multiplicité d'un terme, égale à (2S + 1), s'écrit 
comme indice supérieur à gauche du symbole du terme (par exemple, 
pour À = 0 avec S = 0 et S = 1. le terme correspondant est noté 
15 et 52). En outre, les termes moléculaires (ce qui est surtout 
important pour les termes ©) se divisent en termes positifs (© *) 
et négatifs (Z-) suivant que la fonction d'onde ne change pas ou 
change de signe quand le signe de toutes les coordonnées des noyaux 
et des ‘électrons s’inverse. 

Tous les états d’une molécule à À Æ 0 sont doublement dégénérés : 
à chaque valeur de l'énergie correspondent deux états de la molécule 
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ayant des directions opposées de la projection du moment orbital 
sur l’axe de la molécule. Pour A — 0, la réflexion de la molécule 
dans un plan perpendiculaire à son axe de symétrie soit laisse inchan- 
gé l’état de la molécule (Z*), soit conduit au changement de signe 
de la fonction d'onde (Z-). Dans des molécules constituées de deux 
atomes identiques on distingue également des termes pairs (g) et 
impairs (u). Pour des termes pairs la fonction d'onde ne change pas 
de signe (fonction symétrique) quand les coordonnées des électrons 
s’inversent, alors que pour des termes impairs elle change de signe 
(fonction antisymétrique). Des exemples de telles désignations ont 
été donnés sur les fig. 5.5 et 5.6. Si une molécule est constituée 
d’atomes identiques, son terme fondamental sera toujours !S;; 
si les atomes constituant une molécule sont différents, le terme 
fondamental de cette molécule sera 2£* (car pour une telle molécule 
la fonction d'onde ne peut pas être une fonction symétrique des 
coordonnées). Pourtant cette règle n'est pas sans exception. C’est 
ainsi que dans la molécule O, le terme fondamental 5°: correspond 
au cas de À = 0, S — 1. Dans la molécule NO, le terme fondamen- 
tal ©II correspond à la condition de A — 1, S — 1/2. Les états 
électroniques possibles d’une molécule d'hydrogène (H.) non excitée 
et la nature de la liaison homopolaire ont été examinés au $ 5.4. 
Le problème de mécanique quantique concernant l'état d’un électron 
dans un système de deux puits de potentiel rectangulaires, problème 
qui constitue le modèle à une dimension le plus simple de la molé- 
cule biatomique, a été décrit au $ 5.5. La résolution de l'équation 
de Schrôdinger a montré que dans un tel système l’électron pouvait 
occuper des états décrits par une fonction d'onde soit symétrique, 
soit antisymétrique. Chaque état quantique E, (nr) d'un puits de 
potentiel isolé se décompose, quand il apparaît un système de deux 
puits, en deux états quantiques. La distance énergétique entre ces 
états se détermine par l'intégrale de superposition. On observe le 
passage, par effet tunnel, de l’électron d’un puits dans un autre 
à travers la barrière de potentiel. Le caractère de symétrie des 
termes électroniques de la molécule détermine les règles de sélection 
lors des transitions électroniques: des termes positifs (+) ne peu- 
vent être associés qu'avec des termes négatifs (—) et des termes 
pairs (g). qu'avec des termes impairs (u). 
Niveaux énergétiques vibrationnels et rotationnels des molécules. 
— Les niveaux vibrationnels de la molécule biatomique la plus 
simple se déterminent par la formule (3.214) obtenue au $ 3.10 
pour l'énergie d’un oscillateur harmonique quantique. D’après 
cette formule 
E, = hv, (v +- 1/2), (6.79) 


où v est le nombre quantique de vibration (& = 0, 1, 2, 3, ...); 
vo = Vf/M,/2n, la fréquence propre de vibrations des noyaux dans 
la molécule (f étant la constante de force quasi élastique; M, — 
= M,M,/(, + M), la masse réduite de la molécule). 
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Les règles de sélection lors des transitions entre les niveaux 
vibrationnels prévoient que Av — +1. A la température ordinaire 
(T = 0,01 eV), les niveaux énergétiques vibrationnels de la molé- 
cule ne sont pratiquement pas excités, c’est-à-dire que la molécule 
se trouve dans l’état de & = 0, où son énergie est égale à l'énergie 
dite de point zéro (des oscillations zéro) E, = hv,i2. A un niveau 
élevé d’excitation (par exemple à une haute température) l'oscil- 
lateur quantique ne peut plus être considéré comme étant harmoni- 
que. L’anharmonicité conduit à ce que la fréquence v, devient 
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dépendante de l'amplitude des oscillations et le spectre de niveaux 
énergétiques vibrationnels cesse d’être équidistant. Si l'énergie de. 
vibration excède la valeur de l'énergie correspondant à l’asymptote 
horizontale de la courbe U (R) (fig. 6.36), il se produit la dissociation 
de la molécule : e!le se décompose en atomes constitutifs. Au voisinage 
de ce seuil de dissociation on observe une diminution de l'intensité 
et un étalement des raies du spectre d'émission (phénomène de prédis- 
sociation). 

L'énergie de mouvement de rotation pour un rotateur quantique 
rigide (RQR) a été calculée au $ 3.11. Suivant la formule (3.244). 
cette énergie peut prendre des valeurs quantifiées suivantes: 


Ey = BhJ (J +1), (6.80). 


où B = h/8n*1,; est la constante de rotation de la molécule (75; = 
= M,Rÿ; étant le moment d'inertie des noyaux par rapport au 
centre des masses commun); J = 0, 1, 2, 3, ... le nombre quan- 
tique de rotation (). 

La règle de sélection pour des transitions entre les niveaux rota- 
tionnels prévoit que AJ — 0, +1. Les transitions à AJ = 0 sont 
désignées sous le nom de branche @, celles à AJ — +1, de branche. 
R et celles à AJ — —1, de branche LP. 


U) Au lieu de J la formule (3.244) obtenue au $ 3.11 fait intervenir le- 
nombre quantique orbital 1 qui détermine le moment cinétique p4. 
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Calculons la valeur de Bh pour une molécule H, non excitée. 
Le moment d'inertie de cette molécule 7,5; = M,Rÿ, & 1,6-10-7 X 
X (10-19)2/2 & 10-17 kg-m°. On en tire que Bh = h°/8n°l,, & 
Æ 3:10-$ eV. Pour des molécules plus lourdes Bh — 1074 eV. Ceci 
signifie que la distance énergétique entre les niveaux rotationnels 
-est beaucoup plus petite que la distance entre les niveaux vibration- 
nels qui est généralement supérieure à ÀT à la température ordinaire 
{AT = 10° eV). 

En mesurant la position des niveaux rotationnels, on peut déter- 
miner une grandeur bien importante qui est la distance internucléaire 
dans les atomes des molécules polyatomiques. 

Spectre de la molécule de gaz carbonique. — Examinons à titre 
d'exemple les états de vibration-rotation dans le cas le plus simple. 
Un tel système quantique est représenté par la molécule linéaire 
‘CO, (C0!) qui a deux degrés de liberté de rotation et quatre degrés 
-de liberté de vibration (fig. 6.37). Pour simplifier l'analyse, nous 
négligerons les niveaux rotationnels de cette molécule. Les vibrations 
linéaires symétriques (fig. 6.37, a) correspondent au nombre d'ondes 
vi = 1388 cm-!. Les vibrations des atomes d'oxygène s'effectuent 
ici symétriquement le long de la ligne de couplage des atomes, 
<’est-à-dire le long de l'axe de la molécule. Dans le cas des vibrations 
-asymétriques (fig. 6.37, b) le nombre d'ondes v; = 2349,16 cm-!. 
Les vibrations des atomes d'oxygène par rapport à l'atome de car- 
bone dans la direction perpendiculaire à l’axe de la molécule cor- 
respondent à ce que l’on appelle mode de déformation de nombre 
d'ondes ve — 667,4 cm-!. Ces vibrations sont doublement dégénérées 
parce que la « flexion » de la molécule peut se produire à la même 
fréquence dans deux plans orthogonaux passant par l’axe de la 
molécule (fig. 6.37. c et d). 


E10 cm! 


2330,7cm°! 


t‘=0 
C0, (23 000) N2(X'25) 
Fig. 6.38 


La structure des niveaux vibrationnels de la molécule CO, 
:se détermine par La collection de fréquences normales (v,, v., v:), 
de leurs harmoniques et de fréquences de combinaison (fig. 6.38). 
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Les transitions s'effectuent entre les niveaux caractérisés par des 
combinaisons de trois nombres quantiques de vibration 


L l s 
Us Vs Us 7 Vis V2» U3s 


où v sont les nombres quantiques de vibration liés à trois types 
normaux de vibrations de la molécule CO, et L est le nombre quanti- 
que caractérisant le moment cinétique | P;| = # WI(L +1) lié 
à la déformation de la molécule. Cet indice signifie également une 
double dégénérescence de la vibration de déformation. Le nombre ! 
peut prendre les valeurs suivantes: ? = v, (v — 2), ..., O (pour t, 
pairs) et L = v, (tv — 2), ..., 1 (pour v, impairs). Les règles de 
sélection observées lors des transitions sont: 1) | AZ | = O0 avec 
[Av, | pair et | Av, | impair; 2) | A | = 4 avec [Av, | impair et 
[Av, | pair (M. 

Les molécules CO, constituent la principale composante active du laser à 
mélange de CO,-N.-He qui est un des lasers de puissance les plus répandus. 
Ce laser: possède un rendement élevé (n — 10 %) grâce à l’utilisation d’un sché- 
ma très commode des niveaux de la molécule CO, (v. fig. 6.38) dans lequel la fré- 

uence de la transition laser principale (0091 — 1000 ou 0091 —+ 0200) n’est que 


due fois plus grande que la fréquence de pompage (transition 000° + 0091 de 
l'état fondamental Z% à l’état 24) (*. Le laser à CO, peut fonctionner tant en 


continu qu'en impulsions. Sa longueur d'onde d'émission principale À= 10,6 um. 
En outre il peut émettre aux longueurs d'onde À = 9,4 um (transition 0001 + 
— th À = 14 pm (transition 1000 —+ 0110) et À — 16 pm (transition 0200 + 

Spectre d’inversion de la molécule d’ammoniac. — La molécule 
d'’ammoniac NH; (N'#H3) est une molécule plus complexe du type 
de toupie symétrique. D’autres représentants de cette classe sont 
l’arsine (AsH.) et la phosphine (PH). Dans la molécule NH, les 
trois atomes d'hydrogène se situent dans un même plan, alors que 
l'atome d’azote occupe une position au-dessus ou au-dessous de ce 
plan (fig. 6.39). Lorsque l'atome N traverse le plan des atomes H. 
tout se passe comme si la molécule NH, était mise « à l'envers ». 
En mécanique quantique, de tels mouvements de vibration sont 
appelés inversion (image dans un miroir). En plus de l’inversion, la 
molécule NH, a deux degrés de liberté de rotation: 1) elle peut 
tourner autour de son axe de symétrie À ; 2) les atomes légers d'hydro- 
gène peuvent tourner autour de l’axe B (perpendiculaire à l’axe 4) 
passant par l’atome d'azote relativement lourd. 


G) Pour plus de détails voir par exemple Herzberg G. Infrared and Raman 
Spectra of Polyatomic Molecules. New York, 1945. 

(2) Comme le montre la fig. 6.38, l’inversion de populations des niveaux de 
la transition laser de la molécule CO, peut s’obtenir également par pompage lors 
des collisions par résonance avec une molécule d’azote excitée par choc électro- 
nique de l'état fondamental X!£? (v — 0) à l'état de v — 1. L'énergie de cet état 
n'est que de AE = 18 cm”! inférieure à l'énergie de l'état Zf de la molécu- 
le CO:. Cet inconvénient est compensé par l'énergie du mouvement de transla- 
tion relative des molécules dans le système de leur centre des masses. 
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Selon la théorie quantique l'énergie du mouvement de rotation 
d'une molécule du type de toupie symétrique a pour valeur 


Erot = BohJ (J + 1) + h (40 — Bo) K°, (6.81) 


où B, = h'8n*1, et À, = h/8n°1 , sont respectivement les première 
et deuxième constantes de rotation (7, et 73 étant les moments 
d'inertie lors de la rotation autour des axes À et B respectivement); 
K est le deuxième nombre quantique de rotation qui détermine, 


b) EF 
Y=0 PE, h © 107ey 
I=K=3J ? E 
LI 
Fig. 6.39 Fig. 6.40 


conformément aux règles de la quantification spatiale, la projection 


du moment angulaire de la molécule | P;,| = VJ(J +1) sur 
l'axe de symétrie: #K — ÀJ cos 6, c'est-à-dire que cos 0 = À/J. 

Il s'ensuit que le nombre X peut prendre des valeurs de +J 
à —J. C'est ainsi par exemple que pour J = 1 le nombre À = 0, +1. 
Ceci signifie que pour J — 1 l’angle 6 peut prendre trois valeurs: 
0, x/2 et x. 

La fig. 6.40, a montre la courbe d'énergie potentielle d'une 
molécule du type de toupie symétrique NH. Ce sont deux puits de 
potentiel séparés par une barrière. Lorsque la molécule NH, est 
dans l’état de vibration fondamental (& = 0), l'atome d'azote 
traverse la barrière de potentiel, c’est-à-dire que l’inversion résulte 
de l'effet tunnel. Du fait d’un puits de potentiel double, les états 
d'énergie sont représentés pour différentes valeurs de & par deux 
niveaux situés l’un près de l’autre 0). 


G) Pour la résolution d’un problème analogue de mécanique quantique 
relatif au système contenant un électron et deux puits de potentiel rectangulai- 
res, voir $ 5.5. 
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Les vibrations des atomes dans les molécules correspondent généralement à 
l'émission de photons dans l’infrarouge. Les vibrations de l'atome d'azote dans 
la molécule NH, se rangent dans la classe de mouvements freinés (le rôle du 
facteur de freinage est joué ici par le « passage » de l'atome N au travers de la 
barrière qui sépare deux configurations différentes de la molécule). 

Par suite du « freinage » les fréquences des oscillations liées à l’inversion se 
situent non pas dans l'infrarouge mais dans le domaine des hyperfréquences 
{vo = 23 870 MHz, ce qui correspond à la longueur d'onde À, — 1,26 cm). La 
rotation de la molécule NH, autour de son axe de symétrie À et autour de l’axe 
B donne lieu à l'apparition d'une structure fine des transitions d’inversion. Le 
fait est que les forces centrifuges font varier la distance entre les atomes d’hydro- 
gène lorsque la molécule tourne autour de l'axe À. Il en résulte une modification 
de la forme de la courbe d'énergie potentielle et une diminution de la hauteur 
de la barrière de potentiel. Tout ceci facilite l'inversion de la molécule. Actuel- 
lement, on compte dans le spectre d'inversion de la molécule NH, plus de 50 raies 
différentes. La plus intense est la raie 3-3 (J == AK — 3). La décomposition du 
niveau de vibration-rotation Os33 (v = U, J — X = 3) est montrée sur la 
fig. 6.40, b. La valeur de cette décomposition AE Æ 10 eV. Cette raie intense 
a été utilisée par Basov, Prokhorov et Townes dans le premier maser réalisé en 
4954 simultanément en U.R.S.S. (Institut de physique Lébédev) et aux Etats- 
Unis (Université de Columbia). La séparation des molécules NH, actives (£:) 
et non actives (£;) dans le maser s'obtient à l’aide d'un champ électri- 
que inhomogène produit dans un condensateur quadrupolaire (v. $ 2.7). Dans ces 
conditions, l'interaction entre les molécules NH; et le champ électrique & 
s'effectue grâce à un moment électrique induit (effet Stark quadratique) dont 
l'orientation est différente pour les états E; et E2. 

Il faut noter que la raie (3-3) a une structure hyperfine due aux différentes 
interactions intramoléculaires: 1) interaction quadrupolaire électrique entre le 
moment @N du noyau ;N'1 et le champ électrique intramoléculaire (Ava étant 
de l'ordre de plusieurs mégahertz); 2) interaction spin-spin entre les noyaux 
1H! et ,N4; 3) interaction entre les moments magnétiques des noyaux et le 
champ magnétique qui prend naissance lors de la rotation de la molécule 
(Avy — 100 kHz). Dans le cas général ces transitions hyperfines ne s'observent 
pas tr uE cependant elles déterminent la forme de la raie de la transi- 
tion 3-3. 


Diffusion Raman de la lumière. — La diffusion Raman fournit 
un procédé commode pour l'étude des niveaux vibrationnels des 
molécules (v. aussi $ 4.5). Lorsqu'une lumière monochromatique de 
fréquence v, est diffusée sur les molécules, 
le spectre de la lumière diffusée comporte Vo” 4e Vo #8: 
en plus de raie non déplacée de fréquence | 
v, encore des raies supplémentaires (sa- 
tellites) déplacées de part et d'autre de 7% 

v.. c’est-à-dire des raies de fréquences v, + VV VotBh 

+ Awv,. La raie satellite de fréquence v — Fig. 6.41 

— Av; est appelée raie rouge ou raie Stokes 

et la raie satellite de fréquence v, + Av; est dite raie violette ou 
raie anti-Stokes (fig. 6.41). La variation Av, de la fréquence de la 
lumière ne dépend pas de la fréquence v, du faisceau lumineux 
initial, de plus les valeurs de Av; coïncident avec les fréquences 
propres v,: des oscillations des atomes dans les molécules qui diffu- 
sent la lumière. En d’autres termes, les fréquences des raies satel- 
lites sont des combinaisons de la fréquence d’oscillations v, et des 
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fréquences des oscillations intramoléculaires. Ceci explique le terme 
de diffusion combinatoire par lequel on désigne dans la littérature 
russe la diffusion Raman. 

L'’intensité Z, des raies Stokes est toujours plus élevée que l’inten- 
sité J, des raies anti-Stokes (7,/1, << 1) et le rapport 7,/1, est d'au- 
tant plus petit que la fréquence v,; est plus haute. La valeur de ce 
rapport dépend de façon substantielle de la température du milieu 
diffusant : le rapport 7,/1, augmente quand la température T s'élève. 
Selon la théorie quantique de la lumière. la diffusion Raman est 
liée à la diffusion inélastique des photons en cas de leur collision 
avec des molécules dont l'énergie vibrationnelle ne peut varier 
que d’une quantité quantifiée déterminée 


AEvm= Eës — Es = RVoi (V2 — 0) = + Rvos. (6.82) 
Ici, on a tenu compte du fait que les règles de sélection n’autori- 
sent que des transitions à Av — +1. Le cas de Av — —1 correspond 


à l'apparition d’une raie Stokes et celui de Av = +1, d’une raie 
anti-Stokes. La lumière diffusée sera constituée par des photons 
d'énergie 

hvs = hvo Æ hvor, (6.83) 
c'est-à-dire que 


Vs = Vo E Vor- (6.84) 


Si un photon subit une diffusion élastique ou traverse la matière 
sans diffusion, v, = v,. La variation du rapport 7,7, en fonction 
de la température est elle aussi facile à expliquer. Ce rapport se 
détermine par la population des niveaux correspondants. Quand 
la température s'élève, la population des forts niveaux vibrationnels 
croît et ce sont précisément eux qui déterminent les transitions 
radiatives (Av — —1), alors que les transitions depuis l’état fonda- 
mental par exemple s'effectuent avec absorption (Av = +1). C'est 
pourquoi 

Li. Ni NSENs Es : 
Te Motel 5) 


où Vs, Ni, Vo, ... sont les populations des niveaux à v — 
Les spectres des molécules plus complexes n'ont pas été examinés 
au cours de ce chapitre. Cette question relève plutôt de la chimie 
organique et de la biophysique. Nous passons donc directement 
à l'étude des propriétés des corps solides inorganiques. 


CHAPITRE 7 


INTRODUCTION À LA PHYSIQUE DE L'ÉTAT SOLIDE 


$ 7.1. Structure des cristaux 


Substances amorphes et substances cristallines. — Suivant l’ai- 
rangement relatif des atomes, des molécules et des ions qui les 
constituent, les substances solides se divisent en deux groupes: 
les substances cristallines et les substances amorphes. La différence 
entre ces deux groupes réside dans l’ordre suivant lequel les particu- 
les constituantes sont disposées dans l’espace. Les substances amor- 
phes montrent un ordre à courte distance, c'est-à-dire une loi déter- 
minée de la disposition relative des atomes voisins les plus proches 
qui ne s'étend pourtant pas à de grandes parties du corps et ne se 
répète pas périodiquement dans l’espace. Les substances cristallines 
se caractérisent par un ordre à grande distance de la disposition des. 
atomes, c'est-à-dire présentent une structure périodique ordonnée 
dans l’espace, qui se conserve dans le temps si les conditions exté- 
rieures restent inchangées et s'appelle réseau cristallin. 

La structure différente des substances cristallines et amorphes 
conditionne une différence substantielle entre leurs propriétés 
physiques. L'absence de l’ordre à grande distance dans les substances 
amorphes les rend isotropes, c'est-à-dire ayant des propriétés uni- 
formes dans toutes les directions, alors que les substances cristallines 
se caractérisent par une anisotropie très prononcée des propriétés 
(mécaniques, électriques. optiques. thermiques et autres). A la 
différence des cristaux, les corps amorphes n’ont pas de température 
de fusion bien déterminée. Lorsqu'ils sont chauffés, ils se ramollis- 
sent progressivement et finissent par passer à l’état liquide. Remar- 
quons que même aux basses températures les corps amorphes possè- 
dent une certaine fluidité, si bien qu’ils peuvent être considérés 
pratiquement comme des liquides à grand coefficient de viscosité. 
Le rôle que les substances amorphes jouent dans les dispositifs 
électroniques n'étant pas pour l'instant très important, nous n’étu- 
dierons pas ces corps dans ce livre (excepté le $ 9.8) et passerons 
directement aux substances cristallines, en les réunissant sous les 
termes génériques de « cristal » et de « corps solide ». Nous rangeons 
dans le même groupe les substances polycristallines constituées 
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d'une multitude de petits cristaux différemment orientés dans l'espa- 
ce et de ce fait dépourvus d’anisotropie. 

Symétrie de translation. — Les concepts de réseau cristallin 
sont basés sur la notion de maille (cellule) élémentaire, c'est-à-dire 
de plus petit polyèdre qu’on peut séparer dans un cristal. La repro- 
duction successive de mailles élémentaires dans l'espace permet 
d'obtenir un réseau cristallin dans tout le volume. Les endroits 
d'emplacement des atomes dans la maille sont appelés nœuds du 
réseau et les espaces entre les nœuds sont appelés interstices du 
réseau. 

Une des propriétés les plus importantes d'un réseau cristallin 
est sa symétrie de translation qui consiste en ce que lorsqu'il se déplace 
parallèlement à lui-même (effectue un mouvement de translation) 
d'un vecteur T = »,a, + na, + nas, 4, n:. n4 étant des nombres 
entiers, le cristal s’amène en coïncidence avec lui-même. La distance 
minimale sur laquelle se produit cette coïncidence s’appelle période 
de translation dans la direction donnée. Les vecteurs a,, a, et a, 
de longueur minimale, non situés dans un même plan (non coplanai- 
res), sont appelés vecteurs de translation ou vecteurs de base. Ils 
déterminent la forme de la maille élémentaire dont le volume est 
égal à 

Q,— (a, la;a:l) — (as la,a,l) — (a, lasal). (7.1) 


Du fait de la symétrie de translation, certaines caractéristiques 
des cristaux sont périodiques, par exemple la densité de charge des 
électrons p ou du potentiel électrostatique V du réseau, c’est-à-dire 
que pr) =p(r +T)et V(r) = V(r + T). Si la maille élémen- 
taire ne comporte qu'un seul atome du réseau, elle est dite simple 
et l’ensemble des vecteurs T issus d’un des nœuds du réseau détermine 
les coordonnées de tous les autres nœuds. Il existe pourtant des 
réseaux qui ne peuvent pas s'obtenir par la translation d’un seul 
nœud. Dans un tel cas il est nécessaire de faire subir la translation 
à un groupe d'atomes, c’est-à-dire à une base, pour obtenir tout le 
volume du réseau qui est appelé réseau à base. La position de tous 
les nœuds dans un tel réseau est donnée par l’ensemble des vecteurs 
R=T+G;, où le vecteur G} = gra + £po8o + £paas (0 < 
< £pi LA, i = 1. 2, 3) détermine la position du p-ième nœud 
interne du réseau par rapport à son sommet (le nombre de vecteurs 
Gh est égal au nombre de nœuds internes de la maille). 

Types de réseaux cristallins. — Les réseaux construits par trans- 
lation d’une maille élémentaire simple ont reçu le nom de réseaux de 
Bravais. Suivant le type de symétrie de disposition des atomes dans 
l'espace on distingue 14 types de réseaux de Bravais réunis en sept 
systèmes de symétrie (syngonies). Pour plus de clarté et pour mieux 
mettre en évidence les propriétés de symétrie, ces réseaux sont 
décrits non seulement à l’aide de mailles élémentaires simples mais 
dans certains cas également à l’aide de mailles élémentaires comple- 
xes contenant plus d’un atome, bien qu’on montre que tous les 14 
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réseaux de Bravais sont des réseaux simples. Remarquons que des 
réseaux à base peuvent être représentés par l’ensemble de plusieurs 
réseaux de Bravais intercalés l'un dans l’autre. 

Les syngonies déterminent l'aspect extérieur d’une maille élé- 
mentaire, elles ne dépendent pas de l’arrangement des atomes à l'inté- 
rieur de la maille. Pour la descrip- 
tion des syngonies on introduit un 
système d'’axes cristallographiques 
X, Y, Z qui partent d'un des 
nœuds et sont dirigés le long des 
arêtes des mailles élémentaires en 
férmant des angles «, B, y, les 
distances entre les atomes le long 
des axes (constantes de réseau) étant 
a, b et c (fig. 7.1). 

Le Tableau 7.1 et la figure 7.2 
donnent la classification de tous 
les 14 types de réseaux de Bravais 
et montrent les formes des mailles 
élémentaires, les mailles simples 
étant tracées en traits forts. 

En plus du réseau simple, on distingue les types suivants de 
réseaux de Bravais: centré, à base centrée et à faces centrées suivant 
que les atomes se situent aux centres de la maille élémentaire elle- 
même, aux centres des faces opposées ou aux centres de toutes les 
faces respectivement. 


Fig. 7.1 


Tableau 7.1 
Paramètres de la maille élémentaire 
Syngonie 
a,b,c a, B, y 
Triclinique a£b£e a £ B Æ y - 90° 
Monaclinique a£b£#ce aæ—y—90°, B -Æ 90° 
Rhombique a£bzxc ty ° 
Tétragonale a=bæ#e a=fp=y—90° 
Trigonale (rhombeédri- 
que) a—=b=c a=p=7Y-90° 
Hexagonale a=b£c œ—p—90°, y —120° 
Cubique a=b=c a=p—y—90° 


Les métaux possèdent généralement des réseaux de structure 
cubique ou hexagonale. Les constantes du réseau sont en règle 
générale presque égales aux dimensions atomiques, ce qui témoigne 
d’une très grande densité des particules dans le cristal qui se conserve 
même à la fusion lorsque l’arrangement symétrique et périodique 
des atomes est dérangé. La densité d’entassement des atomes dans 
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les semi-conducteurs est plus faible que dans les métaux, ce qui 
détermine en large mesure leurs propriétés. A la fusion, le germanium 
ou le silicium, dont la densité des atomes croît à cet instant, com- 
mencent à présenter des propriétés des métaux. 

La densité atomique se détermine par le nombre de coordination 
(ou coordinence), c'est-à-dire le nombre d'atomes voisins les plus 
proches pour chaque atome du réseau. Pour les métaux, les nombres 
de coordination caractéristiques sont 8 ou 42 et pour les semi-conduc- 
teurs 8 — NV, N étant le numéro du groupe de l'élément dans le 


Type de | 
Fées Tré- Mono- 
clinique | clinique 


Simple 


Centré 


À base 
centrée 


4 faces 
centrées 


Tableau périodique de Mendéléev. C'est ainsi par exemple que pour 
Si et Ge le nombre de coordination est égal à quatre, pour Bi et Sb, 
à trois et pour S et Se, à deux. 

Dans un réseau ionique on observe une alternance des ions de 
signes opposés. Tout se passe comme si deux réseaux indépendants 
(constitués par exemple de Na* et Cl-) s’emboîtaient l'un dans 
l’autre. 

Il convient de signaler tout spécialement un réseau cristallin 
du type diamant, réseau dans lequel se cristallisent le germanium 
et le silicium. Il représente une superposition de deux réseaux cubi- 
ques à faces centrées, décalés l’un par rapport à l’autre de 1/4 de 
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longueur de la diagonale de la maille (fig. 7.3). Chaque atome dans 
la maille est lié à quatre voisins placés aux sommets d’un tétraèdre 
régulier. Un arrangement analogue des atomes s’observe dans le 
réseau de la blende de zinc, à cette différence près que sa maille 
élémentaire contient des atomes de nature différente. Une structure 
similaire est caractéristique de beaucoup de composés semi-conduc- 
teurs du type A1BVII, A1IBVI, AIIBV tels que GaAs, ZnS et autres. 

Indices de nœuds, de directions et de plans. — La position d’un 
nœud du réseau est repérée dans le système de coordonnées cristallo- 
graphiques par des indices [[mnpll, où m, n et p sont les coordonnées 


NE 11 Il 
AU 
CH 

[ 


Fig. 7.3 Fig. 7.4 


du nœud en unités de constante de réseau, c’est-à-dire que x — ma, 
y = nb, z — pc. Les indices de directions cristallographiques [uvw] 
sont trois nombres entiers aussi petits que possible dont les rapports 
sont égaux à ceux des cosinus des angles formés entre ces directions 
et les axes cristallographiques. 

Pour décrire la position d’un plan atomique ou d'un autre, on 
adopte un système de trois indices de Miller qui s'écrivent sous la 
forme (kkl) et déterminent de façon univoque la pente du plan donné 
(les plans parallèles ont des indices de Miller identiques). Pour 
trouver les nombres h, k et L il convient de déterminer les points 
d'intersection du plan considéré avec les axes cristallographiques, 
d exprimer les distances de ces points à l'origine des coordonnées en 
unités de constante de réseau, de calculer les inverses de ces coordon- 
nées et de réduire ces inverses au plus petit dénominateur commun. 
se numérateurs des fractions ainsi obtenues sont les indices de 

iller. 

Illustrons l'application de cette méthode sur l'exemple du plan 
passant par les points À, M et C (fig. 7.4). Les distances à l'origine 
des coordonnées des points d’intersection de ce plan avec les axes 
OA, OC et OM exprimées par les constantes de réseau (04, OC et 
OG) sont égales respectivement à 1 ; 1 ; 2. Les inverses de ces distan- 
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ces sont 1/1; 1/1 ; 1/2 ou, après la réduction au plus petit dénomina- 
teur commun, 2/2; 2/2 et 1/2. Les numérateurs de ces fractions 
donnent les indices de Miller k = 2, k — 2, I! = 1 qu'il convient 
d'écrire sous la forme (22 1). 

Si un plan est parallèle à l'axe, on convient de considérer que la 
distance au point d’intersection avec l'axe est égale à l'infini et 
que l'indice de Miller correspondant est égal à zéro. En particulier, 
pour le plan BCLK les indices de Miller sont (0 1 0). Si un plan 
coupe l’axe dans la région des valeurs négatives, l'indice de Miller 
correspondant est surmonté du signe moins, par exemple (1 2 0). 
Une famille de plans équivalents suivant le caractère de symétrie 
est repérée par l'indice {kkl}. Un exemple d’une telle famille est 
fourni par les faces d’un réseau cubique. Le système de trois indices 
de Miller est applicable à tous les réseaux cristallins excepté le 
réseau hexagonal qui se décrit à l’aide de quatre axes cristallographi- 
ques et de quatre indices. La loi des indices rationnels affirme que 
les indices des faces d’un cristal s'expriment par des nombres entiers 
aussi petits que possible. Les indices de quelques nœuds, directions 
et plans sont indiqués sur la fig. 7.4. 

: Réseau réciproque. — En examinant les questions liées à l'in- 
fluence de la périodicité du réseau sur les propriétés physiques des 
corps solides, en particulier, en étudiant la structure d’un réseau 
cristallin et le comportement des électrons dans le solide, on utilise 
souvent la notion de réseau réciproque, c'est-à-dire d’un réseau cons- 
truit par la translation des nœuds du réseau direct d’un vecteur 
B = m,b, + m,b, + m:b;, où 


b, — [a:as) = [asai} b. — [aias] . 
L (ailasas]) ? ?  (a-fasail) ? é (as{aia2]) ? 


Mis Mr, Ma étant des entiers. 

Les vecteurs b,, b, et b, ayant les dimensions de l’inverse d’une 
longueur sont les vecteurs de base du réseau réciproque et déterminent 
la forme de sa maille élémentaire dont le volume est inversement 
proportionnel au volume de la maille élémentaire du réseau direct : 


= 
(ai {azasl)  @ ° 
Le réseau réciproque possède les propriétés suivantes: 
0 k 

1) ab =3\ : ui. 

2) le vecteur de translation B du réciproque est perpendiculaire 
au plan du réseau direct à indices de Miller (kkl) si m,: m,: m3 — 
+h:k:l; 

3) la longueur du vecteur B = kb, + kb, + lb, est égale à l’in- 
verse de la distance entre les plans {kkl} du réseau direct. 

Méthodes d’analyse radiocristallographique. — L'étude de Ja 
structure cristalline des corps est basée sur l’utilisation du phéno- 


O7 un (b, [b.b;]) — (7.2) 
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mène de diffraction qui se manifeste lorsque le cristal est soumis à un 
rayonnement X ou au bombardement par un flux de particules 
élémentaires de longueur d'onde de de Broglie comparable avec la 
constante de réseau (de l'ordre de 0,1 nm). Les figures de diffraction 
obtenues dans de telles expériences fournissent des informations 
sur les distances entre les plans atomiques orientés sous des angles 
différents par rapport à la surface du cristal, ce qui permet de se 
faire une idée générale de la structure atomique. 

En se réfléchissant sur les divers plans atomiques parallèles, 
ayant des espacements identiques d, les rayons X dont les énergies 
des quanta sont de l’ordre de 10 à 100 keV, s'ajoutent pour former 
un système de maximums de diffraction satisfaisant à la condition 
de Wulff-Bragg (loi de Bragg): 

2d sin 8 — rÀ, (7.3) 
où 6 est l’angle fait par le plan d’atomes avec la direction du rayon- 
nement X (angle de glissement); nr un entier (caractérisant l'ordre 
de la réflexion). 

La condition de Wulff-Bragg peut être satisfaite soit en faisant 
varier l’angle 6, soit en utilisant un rayonnement X non monochro- 
matique. Il existe donc différentes méthodes d’analyse radiocristal- 
lographique. 

Dans la méthode de Laue, le cristal est soumis à un faisceau de 
rayons X ayant un spectre de longueur d'onde continu. En se réfléchis- 
sant sur divers plans atomiques, les rayons X laissent sur une plaque 
photographique une trace sous forme d’un système régulier de spots 
correspondant à la condition de Wulff-Bragg. Chacun des spots 
représente la trace de réflexion des rayons X sur une famille de plans 
parallèles orientés d’une façon déterminée dans le cristal. On obtient 
un tableau analogue dans la méthode de Laue à la transmission 
lorsque le faisceau de rayons X arrive d’un côté d’un échantillon 
cristallin et la plaque photographique est placée de l’autre côté 
du cristal. 

Si &o, Bo et Yo sont les angles que le faisceau incident de rayons X 
fait avec les axes cristallographiques et «5, Bo et yo sont les angles 
formés entre les axes et les rayons X diffusés par le cristal, la condi- 
tion d'amplification par interférence pour un réseau cubique de 
constante a s'écrit sous la forme 


a (cos a; — cos &) = n.À, 
a (cos B,— cos Bo) = n,À, (7.4) 
a (cos y, — COS Yo) = 7,À, 


où 2, Ry, R Sont des nombres entiers quelconques. 
Il est évident que dans ce cas doivent être satisfaites les égalités 


cos? @ + cos? PB, + cos = 1, | 


cos? a, + cos? Br + cos? y — 1. Fa 
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Chacune des égalités (7.4) constitue la condition d'amplification 
des rayons X diffusés par une chaîne linéaire des atomes situés le 
long de l'axe correspondant et tout le système (7.4) détermine la 
condition d'amplification des ondes diffusées par le réseau spatial. 
On peut montrer que la condition (7.3) de Wulff-Bragg est un cas 
particulier des équations (7.4). 

Pour une combinaison de nombres n,, nr, et n, les équations (7.4) 
et (7.5) ne sont compatibles que pour une longueur d’onde détermi- 
née : 

Rx COS Go + ny COS Bo + 7: COS Yo 


À (@, Bo; Vos xs Pys MURS none (7.6) 


Dans le cas particulier où le faisceau primaire arrive le long de 
l'axe Z (&o = Bo = 7/2, Yo — 0), la condition de maximum de 
l'onde diffusée (7.4) s'écrit sous la forme suivante: 

acosa,=n,À, 
acosf, =n,À, (7.7) 
a (cosy, — 1) — n,À. 
D'où on tire 
ñn 
À (+ +0, Ps lys n.) 20 nine 

Pour pouvoir observer sur une plaque photographique le système 
de maximums correspondant à toutes les combinaisons possibles de 
nombres n,, n, et n., le cristal doit être irradié par un faisceau non 
monochromatique de rayons X ayant un spectre de longueur d'onde 
continu bien large. C'est là un inconvénient de la méthode de Laue, 
car du fait d’un large spectre de longueur d'onde chaque plan atomi- 
que donne plusieurs réflexions, de sorte que des points distincts 
correspondants aux figures obtenues sur la plaque photographique 
(diagramme Laue) résultent de la superposition des maximums de 
diffraction de différents ordres et le diagramme Laue devient diffi- 
cile à interpréter. 

Une méthode plus simple est celle de Bragg dans laquelle un 
cristal tournant ou vibrant est soumis à un rayonnement X mono- 
chromatique. Les maximums d'intensité du rayonnement réfléchi 
n'apparaissent que pour des angles de glissement 6 satisfaisant 
à la condition de Wulff-Bragg, si bien que sur la plaque photo- 
graphique on observe un système de lignes qui permet de détermi- 
ner, à l’aide de la formule (7.3), l'espacement d des plans atomiques. 

Pour l'étude des substances cristallines à grains fins, à diffé- 
rente orientation des faces, on applique la méthode de Debye-Scherrer. 
Dans cette méthode, un faisceau monochromatique de rayons X 
tombe sur un plan constitué par des microcristaux (la dimension 
des grains ne dépasse pas 10-* mm) orientés de façon désordonnée. 
Des maximums de rayonnement diffracté ne sont observés que pour 
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des microcristaux qui satisfont à la condition (7.3). Ainsi, les rayons 
réfléchis sur plusieurs surfaces forment dans l’espace un système de 
surfaces coniques coaxiales dont l'axe se confond avec la direction 
du pinceau incident, tandis que sur la plaque photographique placée 
perpendiculairement à l'axe des cônes, on obtient un système de 
cercles concentriques (diagramme Debye-Scherrer). La valeur de d 
est déterminée d’après l’angle formé entre la génératrice du cône et 
son axe (d’après le rapport du diamètre du cercle sur le diagramme 
Debye-Scherrer à sa distance au cristal). 

En plus des méthodes d’analyse radiocristallographique on 
utilise largement des méthodes basées sur l’utilisation des propriétés 
ondulatoires des particules microscopiques. La diffraction des 
électrons lents (DEL) par les cristaux a été découverte dès les 
années 20 de notre siècle par Davisson et Germer qui ont obtenu des 
maximums discrets d'intensité d'un flux d'électrons réfléchis, 
correspondant à la réalisation de la condition de Wulff-Bragg dans 
laquelle en tant que longueur d'onde on doit introduire la longueur 
d'onde de de Broglie À. — hk/m,v. La profondeur de pénétration des 
électrons lents dans les cristaux étant de l'ordre de grandeur de 
quelques couches atomiques, ces électrons sont utilisés pour l'étude 
des propriétés superficielles des cristaux et des minces couches 
métalliques. L'énergie Æ, des électrons déterminée à partir de la 
condition que la longueur d'onde de de Broglie À. = h/mev — 
= h/V 2m,.Ë, soit de l’ordre de grandeur des distances interatomi- 
ques, doit être égale à plusieurs centaines d'électrons-volts (À. — 
= 0,1 nm pour E, & 150 eV). Pour déterminer la structure cristal, 
line des régions superficielles des cristaux et des couches épitaxiques- 
on a également recours à la diffraction des électrons rapides (DER) 
(Ep = 10 à 30 keV) tombant sur l'échantillon sous un angle « glis- 
sant ». 

Pour l'analyse d’un réseau cristallin, surtout dans le cas où il 
est constitué d’atomes légers, on peut également employer des flux 
de neutrons lents (k, — h/m,v = 0,1 nm pour E, & 0,08 eV) capables 
de fournir des renseignements sur les vibrations thermiques du 
réseau dont l'énergie est voisine de celle des neutrons. 

Cristaux liquides. — On donne le nom de cristaux liquides à des 
liquides qui se caractérisent par un certain ordre dans l’arrangement 
des molécules, ce qui leur confère certains indices propres aux subs- 
tances cristallines, en particulier, l'anisotropie des propriétés 
mécaniques, électriques, magnétiques et optiques. Dans un tel état 
intermédiaire entre solide cristallin et liquide amorphe peuvent se 
trouver, à des températures déterminées, certaines substances 
organiques. 

La structure moléculaire des cristaux liquides montre un ordre 
à grande distance seulement le long de l’un des axes de coordonnées. 
C'est pourquoi les cristaux liquides sont encore appelés les mésopha- 
ses, c'est-à-dire des phases intermédiaires entre solide cristallisé 


295 


et liquide amorphe. La constitution des molécules de cristaux hqui- 
des se caractérise par une forme allongée: en cigare, plane ou en 
plaquette. Les molécules allongées possèdent généralement des 
moments dipolaires dont l'interaction introduit un certain ordre 
dans la disposition mutuelle des molécules. 

Suivant le procédé d'obtention, on distingue les cristaux liquides 
thermotropes (obtenus par chauffage d’un solide cristallin) et les 
cristaux liquides lyotropes (obtenus par dissolution de cristaux). 

Il existe deux structures principales des cristaux liquides: 
smectique et nématique. Dans les smectiques. les molécules sont 
empilées en couches dont les axes sont orientés soit perpendiculaire- 

ment, soit sous un angle inférieur 

TEL TNUUT. à 90° par rapport à la surface de la 
: couche (fig. 7.5, a). Les angles 

RTE L li LCL d'orientation sont les mêmes pour 


TETE au PL toutes les molécules d’une couche 
mais peuvent légèrement varier 
2) 6) d'une couche à l’autre. A la dif- 


férence du solide cristallisé. les 

molécules des couches voisines 

d’un smectique ne se situent pas 

nécessairement l'une en face de 

l’autre parce que les forces de liaison 

entre les couches sont nettement 

plus faibles que les forces qui 

TZ orientent les molécules à l’inté- 

©) rieur des couches et peuvent donc 

Fig. 7.5 être surmontées par l’agitation 

thermique des molécules. Les cou- 

ches peuvent glisser l’une par rapport à l’autre. ce qui leur confère 

une grande mobilité dans le sens du plan de la couche. Comme 

exemple de smectiques on peut citer les couches superficielles d’une 
solution de savon. 

Dans les nématiques, la structure moléculaire est moins ordonnée. 
Dans les limites de chaque volume microscopique. les axes de toutes 
les molécules sont parallèles l’un à l’autre, mais les molécules ne 
sont pas empilées en couches et, à ce qu'il paraît, une même orien- 
tation des molécules ne se conserve pas le long de tout le volume 
de la substance (fig. 7.5, b). Les molécules sont réunies en groupes 
(comme dans une gerbe ou un essaim), l'orientation des axes des 
molécules étant la même à l’intérieur d'un groupe donné mais 
différente pour des groupes voisins. Chaque groupe contient 10 
à 105 molécules. Signalons que certains chercheurs mettent en doute 
l'existence de groupes à différente orientation des molécules. 

__ La structure nématique comporte une variété appelée structure 
cholestérique qui se caractérise par une orientation parallèle des 
molécules dans chaque couche, cette orientation variant d’une 
couche à l’autre d'environ 15 mn d'angle (fig. 7.5. c). Les axes des 
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molécules sont parallèles à la couche qui ne possède de ce fait qu’une 
faible épaisseur. 

La direction des axes des molécules dans chaque couche peut 
être caractérisée par un vecteur de longueur unité (directeur) n. 
Dans les cholestériques, la position du directeur dans les divers 
plans perpendiculaires à l’axe z se détermine par ses composantes 


nx= cos (gz +), 


ny=sin(gz +), (7.9) 
n,=0, 


c'est-à-dire que lorsqu'on passe d’un plan à un autre, l'extrémité 
du vecteur n décrit une spirale. 

Les directions des vecteurs n et —n étant équivalentes, la période 
spatiale Z de la structure est égale à la moitié du pas de la spirale, 
c'est-à-dire que L = x/q. La valeur de Z, de l'ordre de 300 nm. est 
comparable à la longueur d’onde de la lumière visible, on peut donc 
observer les réflexions de Bragg sur les cholestériques. 

La période spatiale L est fonction de la température (pour la 
plupart des substances dL (T)/dT << 0), des intensités des champs 
électrique et magnétique, de la concentration et impuretés et d’autres 
facteurs. Une variation même peu importante de L entraîne une 
variation des conditions de réflexion et donc un changement de la 
couleur de la substance. 

La viscosité des cristaux liquides varie entre la viscosité de la 
colle et celle du verre. Par exemple, la viscosité des nématiques 
(0,1 PI) est d’un ordre de grandeur supérieure à celle de l’eau à la 
température ordinaire (—10-* P1). Les cristaux liquides se trans- 
forment en liquides isotropes aux températures élevées et en solides 
cristallisés aux basses températures. 

Les cristaux liquides présentent en règle générale la conductibilité 
ionique. La conductivité des substances pures est de l’ordre de 
10-8 à 10-10 S/m, mais elle peut être élevée par introduction d’impu- 
retés organiques appropriées. 

L'anisotropie des propriétés des cristaux liquides fournit une 
base pour la réalisation des appareils de type nouveau et présente 
un intérêt particulier. Ces propriétés anisotropes sont les suivantes: 

le changement du plan de polarisation de la lumière passant 
à travers les cholestériques (l'angle de rotation du plan par unité 
de longueur est incomparablement plus grand que pour les cristaux 
solides: de l'ordre de 107 à 108 degrés/m devant 2,4-10t degrés/m 
pour le quartz, de plus, il dépend fortement de la valeur de L); 

la biréfringence, c’est-à-dire le dédoublement par la surface 
d’un cristal liquide de la lumière blanche en deux composantes 
polarisées, perpendiculaires entre elles, ce qui produit une irisation 
fortement variant avec l'angle d'incidence de la lumière et la tem- 
pérature ; 
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une variation notable des propriétés optiques (transparence à la 
lumière, couleur, etc.) sous l’action d'agents extérieurs (températu- 
re, champs électrique et magnétique, rayonnements, contraintes 
mécaniques, réactions chimiques) qui influent sur les forces d’inte- 
raction entre les molécules et sur l'orientation de la structure ordon- 
née. 

Un champ électrique extérieur interagit non avec les moments 
dipolaires des molécules distinctes, comme dans un liquide, mais 
avec des assemblées orientées comprenant des milliers de molécules, 
si bien que l'énergie d'interaction est grande, supérieure à l'énergie 
de l'agitation thermique. De ce fait, des champs électriques même 
de faible intensité font varier de façon appréciable l'orientation des 
molécules et donc les propriétés optiques de la substance. 

Soumises à un champ magnétique, les molécules de cristaux 
liquides s’orientent, en règle générale, parallèlement aux lignes 
de force de ce champ. Dès l'instant d'application d’un champ électri- 
que ou magnétique le changement de structure se produit pendant 
un temps de l’ordre de 40-% à 10-15, alors que le retour à la structure 
initiale après la suppression du champ se fait au cours d’un temps 
de l’ordre de 10”! s (temps de relaxation). Un rôle important revient 
dans ce cas à la surface de l’électrode sur laquelle est déposée une 
couche de cristal liquide et qui favorise le rétablissement de la 
structure initiale des molécules. 

En même temps on a pu constater que certains cristaux liquides 
se caractérisent par un effet mémoire lorsque, par exemple, une 
mince couche de cristal liquide, devenue opaque sous l’action d’un 
champ électrique, conserve son opacité pendant longtemps (jusqu'à 
plusieurs jours) après la suppression du champ. L'état initial peut 
être rétabli au besoin si l’on soumet la couche à un champ électrique 
variable à une fréquence supérieure à une certaine valeur critique 
(quelques centaines de hertz). 

Dans un cristal liquide peuvent être introduits des colorants: 
dans ce cas. en changeant leur orientation, les molécules de cristal 
liquide modifient également l'orientation des molécules du colorant 
introduit, ce qui a pour effet un changement de la couleur de toute 
la substance. 

Les propriétés que nous venons d'énumérer permettent d'utiliser 
les cristaux liquides dans les systèmes d'affichage alphanumérique 
en couleur caractérisés par une faible consommation d'énergie, un 
haut pouvoir de résolution. une haute rapidité de fonctionnement 
et un faible encombrement, ainsi que pour la mesure des températu- 
res à 0.01 K près d’après la couleur de la couche de cristal liquide 
déposée sur le corps à étudier, pour la détermination des concentra- 
tions infimes de vapeurs des éléments étrangers, comme capteurs 
extensométriques, comme convertisseurs de rayonnement infrarouge 
en rayonnement visible, comme polaroïdes, etc. 

L'élément le plus simple réalisé à base d’un cristal liquide est 
une cellule de type « sandwich » constituée par deux plaques de 
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verre placées l’une au-dessus de l’autre avec un espacement de 5 
à 200 um et recouvertes d’une couche d'oxyde conductrice de l’électri- 
cité (SnO, par exemple). Une tension électrique appliquée entre les 
couches permet de faire varier la transparence et la couleur du 
cristal liquide qui remplit l’espace entre les plaques. 

Il semble également que dans l'avenir immédiat les cristaux 
liquides peuvent être utilisés avec succès pour l’observation de la 
répartition des champs UHF, pour l'obtention des thermogrammes 
en couleur sur la surface des appareils et des circuits intégrés, pour 
le diagnostic de maladies caractérisées par l’élévation de la tempé- 
rature et dans certains autres domaines. 


$ 7.2. Types de liaisons dans les cristaux 


Energie des forces de liaison. — Les propriétés des solides dépen- 
dent en grande part du caractère des forces de liaison ou de cohésion 
des particules qui constituent le réseau cristallin. Suivant la nature 
de ces forces on distingue des cristaux moléculaires, ioniques, atomi- 
ques et métalliques. 

Une évaluation quantitative des forces de liaison conduit à la 
notion d'énergie de liaison Æ, du cristal par laquelle on entend la 
différence, rapportée à 1 mole de substance, entre l’énergie totale 
du cristal à 7 — 0 K et l'énergie de ses particules constituantes 
séparées par une distance infiniment grande. L'énergie de liaison 
E, est négative mais dans les tables on indique en général sa valeur 
absolue. 

Les particules constituantes du cristal sont soumises à la fois 
aux forces d'attraction et aux forces de répulsion et l’état d'équilibre 
se caractérise par l'égalité de ces forces. Dans le cas général l'énergie 
d'interaction de deux particules d’un corps se décrit par la formule 


U=—++Be-ri, (7.10) 


où À, B,n et p sont des constantes; r est la distance entre les parti- 
cules. 

La valeur de p est beaucoup plus petite que la distance r, entre 
les particules à l’état d'équilibre. Le premier terme au second membre 
de l'égalité (7.10) traduit l'énergie des forces d'attraction et le 
deuxième, celle des forces de répulsion. Il est évident qu'à l’état 
d'équilibre la valeur de l'énergie U est minimale, c'est-à-dire que 
au 
dr kr=7ro 
que pour r = r, l'énergie est minimale et que tout écart à l'état 
d'équilibre provoque une augmentation soit des forces d'attraction, 


= 0. La courbe de U (r) représentée sur la fig. 7.6 montre 
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soit des forces de répulsion, ce qui fait revenir les particules à l’état 
d'équilibre caractérisé par leur distance r,. 

Les forces provoquant la répulsion des particules apparaissent 
lorsque les distances entre les particules sont faibles. Elles sont 
dues premièrement à la répulsion des noyaux portant des charges 
de même nom et deuxièmement au recouvrement des couches électro- 
niques internes des atomes ou des ions au cours de leur rapproche- 
ment. Dans ces conditions, plusieurs électrons peuvent se trouver 
dans des états quantiques identiques et devront donc, en vertu du 
principe d'exclusion de Pauli, passer à des niveaux d'énergie plus 
hauts, c'est-à-dire que le rapprochement des atomes ou des ions 
n’est pas avantageux au point de vue éner- 
gétique, ce qui est équivalent à l’appari- 
tion de forces de répulsion. 

La nature des forces d'attraction étant 
différente pour les différents types de liai- 
sons, nous allons l’étudier avec plus de 
détails. 

Cristaux moléculaires. — Les cristaux 
moléculaires contiennent aux nœuds du 
réseau des molécules maintenues par les 
forces de Van der Waals. L'énergie des for- 
ces d'attraction est proportionnelle à —1/r" 
où n = 6. 

Fig. 7.6 Si les molécules sont polarisées, elles 
sont soumises à des forces analogues aux 
forces d’attraction qui s’exercent entre deux dipôles électriques 
(forces d'interaction d'orientation). Dans le cas où les molé- 
cules ne sont polarisées qu’en partie, les molécules polaires 
induisent un moment électrique dans les molécules non polaires, 
ce qui conduit à leur attraction mutuelle (forces d'interaction de 
polarisation ou d’induction). Enfin, même les molécules non polaires 
peuvent s’attirer par suite de l'interaction des moments dipolaires 
instantanés produits par des électrons qui tournent en synchronisme 
autour des noyaux positifs (interaction de dispersion). 

Les cristaux moléculaires se caractérisent par de basses tempé- 
ratures de fusion et d’ébullition, une forte compressibilité, une faible 
conductibilité électrique ; ils sont transparents au rayonnement élec- 
tromagnétique jusqu’à dans l’ultraviolet lointain. Dans la caté- 
gorie de cristaux moléculaires entrent des substances telles que H;, 
N:, Cl,, H,0, CO, les cristaux organiques, les gaz inertes à l’état 
solide, etc. 

Cristaux ioniques. — Dans les cristaux ioniques les forces d’at- 
traction sont des forces d'interaction coulombiennes qui s’exercent 
entre les ions de signes opposés situés aux nœuds du réseau. L'énergie 
d'attraction est donc inversement proportionnelle à la distance entre 
les ions {r — 1 dans la formule (7.10)]. Pour les molécules NaCl, 
p = 3,45:10-? nm et r; — 0,282 nm. 
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L'énergie d'interaction de deux ions de signes opposés s'exprime 
par 
aet - 

U = er + Be-r!», (7.11) 
où «& est un coefficient qui tient compte de l'influence des ions du 
réseau sur l'énergie de l'attraction coulombienne d’une paire d'ions 
(ce coefficient appelé constante de Madelung est égal à 1,748 pour 
NaCI, à 1,638 pour ZnS, à 1,763 pour CsCl, etc.). 

A l'état d'équilibre (r =r,;) on a 


. ae : 
tr ro (7.12) 
D'où 
= ee grelP (7.13) 
et l'expression (7.11) prend la forme 
3 ET : 
Monte 2 ar G14) 
A l’état d'équilibre (r = ro) 
= —__c p = 
Ge (7.15) 


Comme p/r, & 1, l'énergie de liaison dans les cristaux ioniques 
se détermine, comme le montre la formule (7.15), essentiellement par 
les forces d'interaction coulombienne. 

Les cristaux ioniques sont, en règle générale, des diélectriques 
inorganiques dont la conductivité est 10*° fois plus petite que celle 
des métaux. A la différence des métaux, la conductivité des cristaux 
ioniques augmente avec la température parce qu'elle est liée à la 
diffusion des ions le long du réseau (conductibilité ionique). Les 
cristaux ioniques absorbent bien le rayonnement électromagnétique 
dans le domaine de l'infrarouge. Comme exemples de cristaux à liai- 
sons ioniques on peut citer KCI, AgBr, LiF et autres. 

Cristaux atomiques. — La cohésion des cristaux atomiques est 
assurée par la liaison covalente (on l'appelle encore liaison de cova- 
lence, liaison homopolaire ou liaison d'échange) entre les atomes 
du réseau. Elle résulte de l’interpénétration des couches électroniques 
extérieures des atomes voisins qui conduit à une brusque augmen- 
tation de la probabilité de passage, par effet tunnel. des électrons de 
valence d’un atome à un autre. Pour des distances internucléaires 
inférieures à 0,2 nm, la fréquence d'échange des électrons de valence 
est si élevée qu’on peut dire qu'il y a un système de deux noyaux 
ayant leurs électrons mis en commun, c’est-à-dire appartenant aux 
deux noyaux à la fois. Un tel système peut être plus stable que deux 
atomes isolés l’un de l’autre. Comme il a été montré au $ 5.4 sur 
l'exemple de molécule d'hydrogène, l'énergie d’un système à élec- 
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trons mis en commun peut être, dans des conditions déterminées, 
inférieure à l'énergie des atomes isolés, c’est-à-dire que le rappro- 
chement des atomes est avantageux au point de vue énergétique. 

La mise en commun des électrons provoque une variation notable 
de la symétrie de répartition de la densité des « nuages électroniques » 
autour des noyaux atomiques: la densité des électrons le long des 
lignes joignant les atomes voisins excède la densité moyenne. Tout 
se passe comme si le « nuage électronique » était entraîné dans l’es- 
pace entre les noyaux et assurait par son champ leur attraction 
(v. fig. 5.6, a). 

La variation des forces d'attraction en fonction des distances 
interatomiques ne s'exprime pas par une relation simple, on peut 
signaler seulement que ces forces décroissent rapidement avec la 
distance. La liaison covalente prend naissance en cas de l’interpé- 
nétration des couches électroniques, c'est-à-dire pour de petites 
distances interatomiques. Pour des distances plus grandes ce sont 
les forces de Van der Waals qui s’exercent entre les atomes. 

Les traits essentiels des liaisons covalentes sont la saturation 
(le nombre de liaisons étant déterminé par le nombre d'électrons de 
valence) et la directivité (le « nuage électronique » est attiré dans 
l'espace internucléaire). La liaison covalente est inhérente prin- 
cipalement aux éléments des groupes moyens du Tableau périodique 
tels que C, Ge, Si, ainsi qu’à la plupart des composés organiques, aux 
halogènes, etc. Les cristaux atomiques se caractérisent par une gran- 
de solidité, une faible compressibilité, une température de fusion 
élevée, une faible conductibilité électrique aux basses températures 
(en l’absence d’impuretés) qui croît de façon notable avec la tem- 
pérature. Leurs propriétés optiques sont voisines de celles des cris- 
taux ioniques. 

Cristaux métalliques. — Les cristaux métalliques se forment es- 
sentiellement à partir des atomes des éléments des premiers groupes 
du Tableau périodique de Mendéléev. Les atomes de métaux se dis- 
posent dans le réseau cristallin si près l’un de l’autre que les fonc- 
tions d'onde des électrons de valence se recouvrent et les électrons 
de valence ont la possibilité de s'échapper des atomes et donc de se 
déplacer librement à l’intérieur du cristal en formant un gaz électro- 
nique. Ce processus est lié à une réduction des barrières de poten- 
tiel sur les frontières de chaque atome grâce à l'influence des autres 
atomes, si bien que les niveaux d'énergie des électrons de valence 
deviennent plus hauts que les barrières de potentiel. Dans ces con- 
ditions. l’arrachement des électrons de valence des atomes n’exige 
aucune dépense d'énergie et les atomes se transforment en ions sans 
aucune action extérieure et à toute température. Les électrons de 
valence échappés appartiennent au cristal tout entier, ils sont mis 
en commun et se comportent comme un gaz obéissant à la statisti- 
que de Fermi. 

Le nuage de gaz électronique chargé négativement, qui remplit 
les interstices du réseau, produit des forces d'attraction entre les 
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ions positifs du réseau. L'énergie des forces d'attraction est inver- 
sement proportionnelle à l’espacement des ions. La position stable 
des ions se détermine par l'équilibre des forces de leur répulsion élec- 
trostatique et des forces d'attraction produites par le « nuage élec- 
tronique ». 

Les cristaux métalliques se caractérisent par une bonne conducti- 
bilité électrique et thermique, un haut pouvoir réflecteur du rayon- 
nement dans les domaines infrarouge et visible du spectre et la 
transparence à l’ultraviolet. 

Les différents types de liaisons diffèrent notablement l’un de 
l'autre par la valeur de l'énergie Æ;. La liaison la plus faible est 
celle de Van der Waals (E, Æ 10° J/mole) et bien qu’elle s'exerce 
dans les cristaux de toutes les classes, on la néglige en présence d’au- 
tres types de liaisons. Les énergies des trois autres types de liaisons sont 
d’un même ordre de grandeur (E, Æ 105 J/mole), mais l'énergie de 
liaison Æ, des cristaux ioniques peut prendre des valeurs plus éle- 
vées atteignant 107 J/mole. 

Il n’y a pas de frontière bien précise entre les cristaux covalents 
et les cristaux ioniques ou entre les cristaux covalents et les cristaux 
métalliques. En règle générale, le cristal se caractérise par plusieurs 
types de liaisons à la fois, sa classe étant déterminée par celle des 
liaisons qui joue un rôle prépondérant. 


$ 7.3. Imperfections de la structure cristalline 


Dans des corps cristallins réels, l'arrangement des atomes, molé- 
cules ou ions n’est pas parfaitement régulier. On y observe toujours 
des écarts à la périodicité rigoureuse du réseau, c’est-à-dire des dé- 
fauts de structure parmi lesquels on peut distinguer, suivant leur 
géométrie, les défauts ponctuels, les défauts unidimensionnels (li- 
néaires), les défauts bidimensionnels (superficiels) et les défauts 
tridimensionnels (volumiques). 

Défauts ponctuels. — Les défauts ponctuels se caractérisent par 
une très faible étendue (de l’ordre de quelques diamètres atomiques) 
dans toutes les directions. Ils sont représentés par des « places va- 
cantes » ou lacunes (absence des atomes dans certains nœuds du ré- 
seau) et des atomes en position interstitielle (fig. 7.7, a et b). 

Sous des actions extérieures, par exemple en cas de l’intensifi- 
cation des agitations thermiques des atomes avec l'augmentation 
de la température du cristal ou en cas d'irradiation du corps par un 
flux de particules, un atome du réseau peut quitter son nœud et 
prendre une position interstitielle dans une autre partie du cristal 
(atome interstitiel) ou être rejeté à la surface. Un atome interstitiel 
et la vacance qu'il laisse sont des défauts mobiles qui peuvent se 
déplacer à l’intérieur du cristal. Aussi, une place vacante peut être 
occupée par l’atome du nœud voisin qui laisse à son tour une vacance. 
Quand il y a un atome en position interstitielle et une vacance. on a 
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affaire à un défaut dit de Frenkel (fig. 7.7, a). Pour le déplacement 
d’un atome et la formation d’une vacance il faut dépenser une énergie 
de l’ordre de 1 à 2 eV et pour l’incorporation d’un atome en position 
interstitielle, une énergie de l’ordre de 1 à 5 eV. Le réseau cristallin 
se trouve déformé autour des atomes interstitiels, ce qui peut se pro- 
duire seulement dans des structures peu solides alors que dans cer- 
tains métaux (par exemple Cu, Zn) la formation de tels défauts est 


peu probable. Les défauts de Frenkel se rencontren souvent dans 
des cristaux ioniques dont les dimensions des ions de tsignes opposés 
sont nettement différentes. 

L'apparition d’une lacune n'est pas nécessairement liée au dé- 
placement d’un atome du nœud dans la position interstitielle. Une 
lacune peut se former également en cas d’évaporation ou de dégage- 
ment partiel d’un atome de surface et pénétrer ensuite progressive- 
ment à l’intérieur du corps (fig. 7.7, b). Dans ce cas, aucun atome 
interstitiel ne correspond à la lacune et on a affaire à un défaut dit 
de Schottky. Les défauts de Schottky s'observent généralement dans 
des cristaux à forte densité atomique dans lesquels l'inclusion des 
atomes dans la position interstitielle n’est pas énergétiquement avan- 
tageuse. Si leur concentration est suffisamment élevée, les vacances 
peuvent se réunir pour produire des pores, étant donné que l'énergie 
de formation des vacances couplées est inférieure à celle de formation 
des vacances isolées. 

Les atomes interstitiels peuvent apparaître par suite des impu- 
retés (fig. 7.7, c). Dans ce cas l’énergie dépensée pour le placement de 
petits atomes (H, C, O, N) en position interstitielle est relativement 
petite parce que la déformation du réseau n’est pas grande si bien 
que les métaux absorbent de telles impuretés en grande quantité. 
Les atomes d’impureté peuvent également occuper les places vacan- 
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tes et se placer dans les nœuds du réseau (atomes substitutionnels, 
fig. 7.7, d). 

Les évaluations statistiques de la probabilité de formation des 
défauts de Frenkel et de Schottky donnent les expressions suivantes 
pour les concentrations de défauts dans le cristal : 

_— : \3Z re 
Ne= AV NN (+) exp( 5), 
: v \3Z ; 

No AN (2) esp (20), 
où Vret Vs sont les concentrations de défauts de Frenkel et de 
Schottky respectivement; A et As, des coefficients (compris entre 
10 et 100); NW, est la concentration d'atomes dans le réseau; AN}, 
la concentration d'’interstices ; Z. le nombre de coordination; v’ et v 
sont les fréquences de vibrations des atomes dans la région d'un 
défaut et en l'absence de défaut respectivement : AUR et AUS. les 
énergies dépensées pour la formation d'un défaut de Frenkel et d'un 
défaut de Schottkyv respectivement (énergie de formation de défaut). 

Ces formules montrent que lorsque la température augmente 
et donc les vibrations des atomes autour des points d'équilibre de- 
viennent plus intenses, le nombre de défauts par unité de volume 
accuse une croissance rapide. La concentration courante des vacances 
dans les cristaux est de l’ordre de 10°! à 10% m -#, alors que la densité 
d'atomesinterstitiels est d’un ou de deux ordres de grandeur plus petite. 
Lorsque la température s'élève, le nombre de vacances croît brus- 
quement et à la température de fusion on compte une vacance par 
105 à 10° atomes de substance. Dans les cristaux ioniques, le nombre 
de vacances d'ions positifs et d'ions négatifs doit être le même pour 
que la condition de neutralité électrique soit satisfaite. 

La concentration d’altomes d'impureté varie dans de très larges 
limites. Dans un germanium pur. elle est d'environ 1018 m-°, dans 
un germanium dopé (enrichi en impuretés), elle est comprise entre 
1020 et 10% m-$ et dans certains dispositifs à semi-conducteurs et ap- 
pareils de l'électronique quantique, la concentration en impuretés 
est portée à des valeurs correspondant à la solubilité de l’impureté 
dans le semi-conducteur (10% m3). 

La concentration de défauts ponctuels peut également être aug- 
mentée par trempe (refroidissement très rapide du corps), par dé- 
formation mécanique du réseau (forgeage, laminage), par bombarde- 
ment corpusculaire de haute énergie. 

Défauts linéaires. — Les défauts linéaires sont représentés par 
des dislocations qui consistent en des raccordements imparfaits entre 
régions parfaitement périodiques mais présentant un léger décalage 
des plans atomiques dans le réseau. Ils concernent un grand nombre 
d’atomes. 

Les formes des dislocations peuvent être différentes mais on con- 
vient généralement de les considérer comme une superposition de 
deux types limites: de dislocation linéaire (dislocation coin) et de 
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dislocation en forme de spirale (dislocation vis). La dislocation coin 
(fig. 7.7, e) est liée à l’apparition d’un plan atomique en excès (« ex- 
traplan ») qui s'interrompt dans la masse du cristal et à la distorsion 
du réseau principalement le long de la ligne de rupture de ce plan 
(ligne de dislocation). Les régions autour d'une ligne de dislocation, 
où les perturbations du réseau sont les plus fortes. s'appellent noyau 
de dislocation et l’espace éloigné du noyau. où les distorsions sont 
pratiquement nulles, est dit région élastique (ou parfaite). Dans le 
cas d’une dislocation vis (fig. 7.7. g) les plans atomiques présentent 
un décalage de torsion et se disposent en hélicoïde (escalier tournant). 

Les dislocations existent généralement sous forme de lignes fer- 
mées ou se terminent à la surface du cristal. mais ne sont pas inter- 
rompues en profondeur du réseau. Tout comme les vacances et les 
atomes interstitiels, les dislocations peuvent se déplacer le long du 
cristal (en fixant des atomes du réseau sur la surface du plan en excès 
ou en cédant des atomes aux régions de vacances). 

Pour la description des dislocations on se sert généralement d’un 
vecteur b dit de Burgers qui définit la valeur et la direction du déca- 
lage des plans atomiques. Pour trouver ce vecteur. on trace dans 
la région autour d’une dislocation un circuit fermé de forme arbi- 
traire (circuit de Burgers). en passant successivement d'un atome à 
un autre (fig. 7.7, e à h). Puis, on trace un circuit dans la région non 
perturbée du cristal ; le vecteur nécessaire à la fermeture de ce circuit 
est celui de Burgers. Le vecteur de Burgers est constant le long de 
toute la ligne de dislocation et indépendant de la forme du circuit 
de Burgers. Il est parallèle à une ligne de dislocation vis et perpen- 
diculaire à une ligne de dislocation coin. son module étant un mul- 
tiple de la constante du réseau. En un point de concours de plusieurs 
lignes de dislocations la somme géométrique de leurs vecteurs de 
Burgers doit être nulle. 

Les dislocations ont une très grande influence sur la résistance 
mécanique des solides. Dans des cristaux réels. les forces capables de 
provoquer une déformation du réseau sont beaucoup plus petites que 
les forces calculées pour un cristal parfait. En effet, dans la région 
perturbée, les atomes sont déjà décalés par rapport à leur position 
dans le réseau parfait, de sorte que leur décalage ultérieur peut être 
provoqué par des forces plus faibles. Pour le durcissement du cristal 
il convient de limiter la mobilité des dislocations. On y arrive par 
dopage (les impuretés entravent le mouvement des dislocations). 
par trempe (la structure à grains fins et les joints de grains rendent 
plus difficile le déplacement des dislocations) ou par écrouissage, 
c'est-à-dire par travail à froid (il en résulte une augmentation du 
nombre de dislocations qui s'enchevêtrent et leur mobilité diminue). 

La densité de dislocations par unité de surface des cristaux pré- 
parés dans des conditions hautement stables est de l'ordre de 105 
à 1019 m-?. Après la déformation des cristaux elle atteint une valeur 
de 1015 à 101% m-°. L'’espacement moyen des dislocations dans les 
cristaux est de l'ordre de 104 distances interatomiques. 
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Pour l'observation des dislocations on utilise, en plus de la dif- 
fraction des électrons et des rayons X, les méthodes d'attaque chimi- 
que et de décoration. Dans la pretière méthode, le cristal à étudier 
est soumis à une attaque chimique, ce qui permet d'observer sous le 
microscope les intersections des lignes de dislocation avec la surface 
du cristal car le long de ces intersections la liaison entre les atomes 
est plus faible et la destruction du matériau est plus rapide. Dans la 
seconde méthode, on introduit dans le cristal des impuretés qui y diffu- 
sent et se concentrent dans la région des dislocations, ce qui permet 
de les observer au microscope. 

Défauts bidimensionnels et tridimensionnels. — Les défauts bi- 
dimensionnels sont représentés par la surface du cristal, les limites 
(joints) de grains, etc. La surface du cristal limite le réseau d’un seul 
côté, de sorte que les atomes de surface ne sont plus entourés de tous 
les côtés par d’autres atomes comme dans la masse du cristal. La 
symétrie des liaisons est troublée et donc le comportement des atomes 
n'est plus le même. Des défauts analogues apparaissent sur les surfa- 
ces séparant l’un de l’autre les petits monocristaux qui constituent 
des corps polycrislallins parce que les plans atomiques sont orientés 
dans des directions différentes. 

Dans la catégorie de défauts tridimensionnels on range des creux, 
des fissures, des pores, des inclusions d'impuretés insolubles. Dans le 
cas général, les vibrations des atomes du réseau sous l'influence de 
l'agitation thermique, au cours desquelles les atomes s'écartent de 
leur position d'équilibre, doivent être considérées elles aussi comme 
une imperfection. 

Les défauts de structure ont une grande influence sur les pro- 
priétés mécaniques, thermiques, électriques. magnétiques et opti- 
ques des solides. Ils déterminent en particulier le type de porteurs 
de charge dans le cristal. 


$ 7.4. Vibrations du réseau cristallin 


Vibrations normales. — Du fait que les forces de liaisons inter- 
atomiques sont limitées, les atomes peuvent s’écarter de la position 
d'équilibre dans les nœuds du réseau cristallin et effectuer des mouve- 
ments oscillatoires. Dans la position d'équilibre, l'énergie d’un atome 
dans le réseau est minimale (v. fig. 7.6). de sorte que tout écart de 
l'atome par rapport au nœud fait varier la distance interatomique, ce 
qui conduit à la prédominance des forces de répulsion ou des forces. 
d'attraction (suivant le sens du décalage) et comme conséquence à: 
une augmentation de l'énergie de l'atome. L'’atome tendra à revenir 
à la position d'équilibre parce qu'il sera soumis à une force opposée 
à l'écart. C'est ce qui est à l’origine des phénomènes oscillatoires 
dans le réseau. 

Un atome peut être représenté conventionnellement comme étant. 
lié par des forces élastiques à tous les atomes voisins les plus proches 
du réseau (les interactions à grande distance peuvent être négligées). 
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Les atomes voisins effectuent à leur tour des mouvements vibratoires, 
ce qui donne en somme un système compliqué de NV atomes oscillants 
dont chacun a trois degrés de liberté de vibration si bien qu’un 
réseau contenant Ÿ atomes possède 3/V degrés de liberté. Les phéno- 
mènes oscillatoires se déroulant dans un cristal peuvent être repré- 
sentés sous forme de mouvement de 3 ondes à différentes fréquences 
(oscillations normales) dont chacune fait intervenir tous les atomes 
du réseau. Le mouvement de chaque atome se détermine par une 
superposition de toutes les 3N vibrations normales au point de loca- 
lisation de l'atome. 

Ainsi, son mouvement est une oscillation complexe non harmo- 
nique. 

Vibrations dans une chaîne unidimensionnelle d’atomes identiques. 
Les idées principales sur les phénomènes oscillatoires dans le ré- 
seau cristallin peuvent s'obtenir à partir des modèles à une dimen- 
sion — des chaînes linéaires d’'atomes — en utilisant les résultats 
de la physique classique qui coïncident dans ce cas avec les conclu- 
sions de la théorie quantique. 

La fig. 7.8, a représente une chaîne linéaire d’atomes identiques 
le long de laquelle se propage un phénomène oscillatoire, le dépla- 
cement de chaque atome de la position d'équilibre étant supposé 
beaucoup plus petit que la constante du réseau a (en effet, l’ampli- 
tude des vibrations de l’atome est de l’ordre de 0,01 nm, c’est-à-dire 
n’est que de quelques pour cent de la constante du réseau). 

Une onde plane qui se propage le long de la chaîne d’atomes se 
décrit par l’expression 


u (x, t) = À exp li (kr — wt)], (7.17) 
et le déplacement par rapport à la position d'équilibre pour le 
n-ième atome dont x = na peut être cherché sous la forme 

Un = À exp [i (kna — wt)l. (7.18) 
Alors, l'équation du mouvement du #-ième atome s’écrira 


Fa=Ma = — MautAexpli(kna—ot)] = —Mauu,, (7.19) 
où M, est la masse de l'atome. 

Les déplacements étant supposés petits, la force F, exercée sur 
le n-ième atome est proportionnelle à la dilatation ou à la contraction 
de la chaîne: 


Fh = 7 (Un+1 DE Un) ik 4 (ur > Un) = Ÿ (n+1 + Un-1 — 2uh). 
(7.20) 

Ici, y est un coefficient de proportionnalité qui caractérise les pro- 

priétés élastiques du réseau (coefficient de force quasi élastique). 


Dans le cas général, la force d'interaction de deux atomes voisins 
du réseau, par exemple du n-ième et du (n + 1)-ième, a pour valeur 


Faunti = (nt — Un) + 6 (ünsi — mn) +... (7.21) 
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mais pour (U,+1 — Un)/a & 1 on ne conserve que le premier terme 
du développement. Le deuxième terme traduit la dilatation thermi- 
que du réseau que l'on peut négliger en première approximation. 
De surcroît, comme les forces d'interaction décroissent rapidement 
avec la distance, nous allons restreindre notre analyse à l’interaction 


PS 1n-1in Lntf 


d) 
AT Te? 
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Z 


Fig. 7.8 


du n-ième atome seulement avec les atomes voisins les plus proches, 
c’est-à-dire avec les (7 — 1) et (n + 1)-ièmes atomes, ce qui nous 
conduira à l'expression (7.20). 

Si l’on reporte (7.18) et (7.20) dans (7.19), on obtient la relation 
entre la fréquence de vibrations w et le nombre d'ondes k (loi de dis- 
persion d’une onde dans un cristal linéaire): 


w? = 4 DA sin. (7.22) 
On en tire 
Ty Le k SK 
ow=+2V jsin += Zu sin +, (7.23) 


où w9 = Vy/M,. 

Le signe « — » dans la formule (7.23) correspond à une onde in- 
verse (régressive) qui se propage dans le sens des x décroissants. 

Il ressort de la formule (7.23) et de la courbe de dispersion 
(fig. 7.9, a) que la fréquence maximale des ondes dans un cristal li- 
néaire est égale à on, = 2VY/M, et qu'elle correspond à k = 
= —+7/a. 

Il est évident que la longueur d'onde des vibrations est dans ce 
cas minimale: Ain = 21k = 2a (v. fig. 7.8, b). Une telle valeur 
de la longueur d'onde minimale résulte directement de la structure 
discontinue de la chaîne atomique pour laquelle le concept d'une 
onde de longueur d'onde inférieure à ?a, c'est-à-dire associée à moins 
de trois atomes, n’a pas de sens. 
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L'introduction des conditions aux limites (limitation de la lon- 
gueur de la chaîne atomique par les dimensions du cristal) fait que 
le spectre de fréquences possibles des vibrations devient discret, alors 
que le caractère de la courbe de dis- 
persion (fig. 7.9, a) reste inchangé. 
Les ondes qui se propagent dans un 
cristal de dimensions limitées se ré- 
fléchissent sur ses surfaces de sorte 
que finalement le cristal devient le 
siège d'un système d'ondes stationnai- 
res. La longueur du cristal doit con- 
tenir un nombre entier de demi-lon- 
gueurs d'onde (comme dans une corde à 
extrémités fixées), c'est pourquoi la 
plus grande longueur d'onde des os- 
cillations est égale à la double lon- 
gueur du cristal et la plus courte, à 
la double distance interatomique. 

Pour de grandes longueurs d'onde 
(pour de faibles valeurs de k), 
sin ka/2 figurant dans (7.23) peut être 
remplacé par ka/2. Alors © — k. 
c'est-à-dire que la dispersion sera 
nulle et le cristal se comportera com- 
me un milieu élastique continu (droi- 
te en traits interrompus de la 
fig. 7.9, a). Pourtant lorsque la valeur 
de k augmente et la longueur d'onde diminue, la nature discrète du 
réseau devient de plus en plus prononcée et la fonction w (k) cesse 
d’être linéaire, c'est la dispersion qui apparaît. 


Le remplacement dans (7.18) de k park + ë n,oùunestunentier, 


ne fait pas varier la valeur de u,, c'est-à-dire que les propriétés vibra- 
toires du réseau sont périodiques par rapport à k, avec une période 
de 2x/a, si bien qu'on peut se borner à examiner un quelconque des 
intervalles de variation de k, égal à 2x'a. On considère en règle généra- 
le la variation de k dans l'intervalle de — x/a à x/a (première zone 
de Brillouin). 

L'énergie de l'onde se propage à la vitesse de groupe v,. qui est 
liée au nombre d'ondes par la relation 

fdw 


ka = 
gr = 5 — Mol COS De (7.24) 


a) 


Cette expression montre que pour k = +n/a, c'est-à-dire sur la 
frontière de la zone de Brillouin, la vitesse de groupe s'annule et le 
phénomène oscillatoire se décrit par une onde stationnaire: 


u, = À exp li (nx — wt)] = Ae-iot cos na, (7.25) 
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qui se forme par suite de réflexion de Bragg sur les atomes du réseau 
linéaire. En effet. la condition de Wulff-Bragg: 2d sin 8 = nà est 
satisfaite pour k — +n'a si l’on pose 8 = x, d = a, k = 2n/X, 
n = +i. 

Dans les cristaux réels, la valeur maximale du nombre d'ondes 
kmay = 7/a & 101 m-t et la fréquence limite 6,4, Æ 10" s”1 se 
situe dans l’infrarouge. Ainsi, les ondes sonores ne représentent qu’une 
petite partie du spectre de vibrations des atomes dans le réseau. 

Vibrations dans une chaîne unidimensionnelle d’atomes de na- 
ture différente. — Dans le cas où la chaîne comporte des atomes de 
deux espèces de masses 1/,, et M,, (v. fig. 7.8, c), les équations du 
mouvement s’écrivent sous la forme 


d°us 
Mas ee = Y (Uonts + Uon-1 — 2Uon) 


d'u (7.26) 
Ma D TEL = Y (onto + Won — ZUonts). 


Cherchons leurs solutions sous la forme 
Un = Aexp{i[2rka—ot}}, | 
Uon+s = Bexp {i[(2n + 1)ka—owt]}. 


Si l'on reporte (7.27) dans (7.26), on obtient la condition de solu- 
bilité du système de deux équations: 


(27 — Mio) (2 — M,2ow°) = 4y° cos° ka, 
d’où l’on peut tirer la relation de dispersion 


&@° — (+ L }+ 4 1 Fa 1 7 (7.28) 
+ Mn Ma vi Mat Mn MaMas Ur 


(7.27) 


La solution (7.28) montre que la chaîne composée d’atomes de 
nature différente peut être le siège de deux types de vibrations de 
fréquences différentes. 

Le signe « + » correspond à la branche optique du spectre de vibra- 
tions et le signe « — ». à la branche acoustique (fig. 7.9, b). Les 
vibrations de deux types peuvent être interprétées physiquement en 
examinant les vibrations transversales dans la chaîne d’atomes (v. 
fig. 7.8, d'et e). Les vibrations optiques correspondent à des vibra- 
tions des atomes effectuées par des atomes d’une espèce en sens in- 
verse des vibrations des atomes de l’autre espèce par rapport à un cen- 
tre des masses immobile, alors que dans les vibrations acoustiques 
les atomes voisins se déplacent approximativement en phase les 
uns avec les autres et le centre des masses vibre aves les atomes. 
Les vibrations optiques peuvent être excitées par un champ électro- 
magnétique, tandis que les vibrations acoustiques sont liées à des 
phénomènes thermiques et au passage d’un son. 

Vibrations dans un réseau tridimensionnel. — Dans le cas d’un 
cristal à trois dimensions. les expressions mathématiques deviennent 
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beaucoup plus compliquées. mais le caractère général de la solution 
reste inchangé. Dans un réseau tridimensionnel dont chacune des 
mailles élémentaires contient m atomes on a trois branches acoustiques 
dans lesquelles les atomes de la maille vibrent simultanément com- 
me un tout et 3m — 3 branches optiques qui tiennent compte des 
vibrations mutuelles des atomes dans la maille. Une des branches 
acoustiques correspond à des vibrations longitudinales et deux autres 
branches à des vibrations transversales, la vitesse de propagation des 
ondes transversales (dans un milieu isotrope) étant inférieure à celle 
des ondes longitudinales. 

Le nombre total de vibrations possibles dans le cristal se détermine 
par le nombre de degrés de liberté des atomes vibrants et est égal à 
3N. Les dimensions du cristal étant finies. le spectre de vibrations 
possibles est discret et le nombre de vibrations dans les divers inter- 
valles de fréquences est différent et se détermine par la fonction de 
distribution du nombre de vibrations suivant les fréquences £g (w). 
Les calculs montrent que 

3w2V = 
L(G)= (7.29) 
où V'est la volume du cristal; tn, la vitesse du son dans le cristal 
moyennée sur les directions. 
Le nombre total de vibrations étant égal à 3N, on peut écrire 


Om:x 
\ g (@) do =3N. (7.30) 
0 
Ici, w,,, est la fréquence maximale des vibrations dans le cristal. 
Introduisons (7.29) dans (7.30), il vient 


Gn°\ \1/3 à 1/3 _ 
Omax = Vson ( F ) = Vson (67° No) ‘ , (7.31) 


où W, est le nombre d'alomes par unité de volume. 

Pour l'étude du spectre de vibrations du réseau cristallin, on 
utilise la diffusion inélastique des neutrons de faibles énergies. 
En partant de l'impulsion et de l'angle de réflexion des neutrons, on 
peut déterminer les valeurs de w et de k pour les ondes acoustiques 
(thermiques) dans le cristal. De plus, la fréquence et le vecteur d'onde 
d’une vibration dans le cristal peuvent se déterminer d’après l’in- 
tensité et l'angle de diffusion des rayons X dans des régions où la 
condition de Wulff-Bragg n’est pas satisfaite. 


$ 7.5. Propriétés thermiques des solides 


Phonons. — Comme nous l’avons vu au $ 7.4, dans un cristal 
il est possible d'assurer des excitations collectives des assemblées 
d’atomes qui représentent 3WV vibrations normales différentes obéis- 
sant à une répartition déterminée suivant le spectre de fréquences. 
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Chaque vibration qui se propage dans le cristal possède une énergie 
et une impulsion, si bien que par analogie avec la quantification des 
oscillations électromagnétiques on-peut introduire la notion de quanta 
de vibrations thermiques du réseau, les phonons. Les phénomènes 
oscillatoires dans le cristal peuvent être représentés comme un mou- 
vement des phonons dont le nombre dépend de la fréquences des 
vibrations. 

On peut montrer que l’energie d'une vibration normale de fré- 
quence « dans le cristal est quantifiée et qu'elle suit, par analogie 
avec l’énergie d'un oscillateur harmonique linéaire en mécanique 
quantique (v. $ 3.10), la loi e, — (n,, + 1 2) fw, où n, = 0, 1, 2, 
3, ...: ho est le quantum d'énergie des vibrations (phonon). 
Ainsi, chaque vibration normale contient r,, phonons d'énergie ho. 
La quantité 1/2 tient compte des vibrations dites zéro du ré- 
seau, qui s'effectuent à des températures jusqu'à O0 K et que l’on 
néglige généralement lors de l'étude des propriétés thermiques des 
cristaux. 

Les phonons sont une abstraction utilisée pour la description des 
phénomènes oscillatoires dans le cristal lorsque des vibrations réel- 
les se présentent sous forme d’un flux de quasi-particules. La vitesse 
des phonons est égale à la vitesse de propagation de la vibration, 
leur impulsion est égale à #k, leur durée moyenne de vie est de l'or- 
dre de 10-12 s et leur distribution suivant les valeurs possibles des 
énergies obéit à la statistique de Bose-Einstein. 

L'introduction de la notion corpusculaire de « phonon » permet 
de simplifier l'étude de nombreux phénomènes physiques. La diffu- 
sion des électrons par les vibrations thermiques du réseau se décrit 
par exemple comme des collisions entre les électrons et les phonons. 
Les lois de conservation de l'énergie et de l'impulsion s’y trouvent. 
observées. L’interaction entre diverses vibrations dans le réseau peut. 
être représentée comme la diffusion des phonons l'un sur l'autre. 
Une vibration fait varier les propriétés élastiques du milieu par le: 
déplacement des atomes, ce qui influe sur une deuxième vibration. 
Les calculs montrent que l'interaction entre deux ondes de fréquences: 
w, et w, et de vecteurs d'ondes k, et k, peut se décrire comme une 
collision entre deux phonons avec apparition d'un troisième phonon 
ayant une fréquence w, et une impulsion ik, telles que 


O3 = O1 + Do 
k,mk, +R. 


Capacité calorifique du réseau cristallin. — Pour déterminer l’éner- 
gie totale Æ des vibrations thermiques d’un cristal il faut multi- 
plier l'énergie d'un phonon par la fonction de distribution de Bose- 
Einstein f (E) suivant les énergies et par le nombre de vibrations 
normales g (w) dans l'intervalle de fréquence do et intégrer ensuite: 
le produit ainsi obtenu sur toutes les fréquences des vibrations dans 
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le cristal de O à wax: 


w Pson(6tt Ne) 1/3 
max son : i 3021 
E= Î hf (E) £ (6) do = io — ns de. (7.32) 
0 0 eÀT _4 ° 


Le produit hwf (E) figurant dans cette intégrale détermine l'éner- 
gie moyenne d'une vibration normale de fréquence w. En notant 
_ © et 6. — H@max __ livson (6n°V,)1/3 
kT D ë k 
par unité de volume 


. on trouve l'énergie 


8YT 
E __sr | æ'dz 
T2 n 4 ex—1 " 


ne (7.33) 


Le paramètre ©, est appelé température caractéristique de Debye. 
Le spectre de vibrations étant discret, pour la détermination 
de E il faut en toute rigueur calculer dans la formule (7.32) au lieu 


î 7/8, 
Fig. 7.10 Fig. 7.11 


de l'intégrale la somme sur toutes les fréquences. En outre, il con- 
vient de tenir compte du fait que les fréquences des vibrations longi- 
tudinales et transversales sont différentes. Pourtant, comme l'a 
montré Debye, un résultat qui s'accorde de manière satisfaisante 
avec l'expérience s'obtient également dans le cas où le spectre de 
vibrations est supposé quasi continu et la sommation est remplacée 
par l'intégration. On peut également considérer qu'en première 
approximation les fréquences des vibrations longitudinales et trans- 
versales sont identiques. Ces deux hypothèses permettent de simpli- 
fier fortement l'appareil mathématique de la théorie. Il est vrai que 
pour des cristaux complexes dans lesquels apparaissent des vibrations 
optiques, ces hypothèses simplificatrices conduisent à une certaine 
divergence entre la théorie et l'expérience. Dans des cristaux réels 
l'allure de la fonction g (w) peut différer de l’allure quadratique 
(fig. 7.10). La valeur de 6, est généralement déterminée par expé- 
rience de telle sorte que la courbe expérimentale s'accorde le mieux 
possible avec la courbe théorique. 
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La capacité calorifique à volume constant c, s'obtient en déri- 
vant £, par rapport à 7: 


dE Sp!T 
_dEv_ongrf(T \s eXxt dr _ 
Cy = TT =9Nk (5) Î Te —1ÿ : (7.34) 
0 

L'intégrale figurant dans cette expression existe toute calculée 
dans des tables en fonction de 7/6, Cela permet de construire une 
courbe de variation de c.- en fonction de 7/6, (fig. 7.11) qui est en 
bon accord avec l'expérience. 

À basse température (T & 6), la borne supérieure de l'intégrale 
de (7.33) tend vers l'infini si bien qu'en tenant compte de ce que 


EEE (7.35) 

on obtient | 
Eviree = i EL Æ T4, (7.36) 
He =EnuNk(s) TS. (737) 


On voit donc que dans le domaine des basses températures la 
capacité calorifique varie comme le cube de la température (loi de T* 
de Debye). Ceci tient à l'augmentation du nombre de vibrations ex- 
citées quand la température s'élève, ainsi qu’à l'augmentation de 
l'énergie de chaque vibration. 

À basse température ce ne sont que des phonons de faibles énergies 
fiw qui sont excités. c'est-à-dire des phonons de faibles fréquences. 
Pourtant à des températures suffisamment élevées, toutes les vibra- 
tions seront excitées, de sorte qu'une croissance ultérieure de E;- 
sera liée à l'augmentation de l'énergie de chaque vibration, ce qui 
aura pour résultat une croissance plus lente de l'énergie du cristal. 
En effet, pour T > 6,, la valeur de x est faible ; en développant e* 
en série et en ne gardant que les premiers termes e* & 1 + x, on 
obtient 

enyT 

_ T'AS (et 

cy =9N,k (3) — #5 — dr = 


moe ( TES) + E (Se) cr) 


Le deuxième terme entre crochets étant beaucoup plus petit que 
le premier, on peut le négliger et écrire: 


cy = IN (=) + (D) = sn. (7.39) 
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Dans le domaine des températures beaucoup plus élevées que la 
température de Debye, la capacité calorifique est indépendante de T 
et égale à 3W,k (loi de Dulong et Petit). Pour T7 = 6,, la valeur 
de c+ atteint approximativement 96 % de 3, k. 

Pour la plupart des substances les valeurs de la température de 
Debye sont comprises entre 100 et 400 K. La température 6, est 
une caractéristique importante des solides. Les effets quantiques dans 
le comportement des atomes vibrants se manifestent le plus forte- 
ment pour T < 6;. 

Capacité calorifique du gaz électronique. — En définissant la 
capacité calorifique du cristal on n'a pas tenu compte de la capacité 
calorifique du gaz électronique constitué par des électrons de valence 
des atomes, obéissant à la statistique de Fermi-Dirac. Les résultats 
obtenus sont néanmoins en bon accord avec l'expérience. Pour com- 
prendre pourquoi le gaz électronique n'apporte pas de contribution 
notable à la capacité calorifique du cristal, reportons-nous à la 
courbe de la fonction f (E) traduisant la distribution de Fermi (v. 
fig. 5.3, a). 

Quand la température s'élève de 0 à T. une partie des électrons 
est excitée par suite de l’agitation thermique et passe aux niveaux 
d'énergie situés plus haut que le niveau de Fermi. Pourtant ce pas- 
sage n’est effectué que par des électrons dont l'énergie minimale est 
inférieure à Er d’une quantité de l’ordre de XT, alors que l'énergie 
des autres électrons reste pratiquement inchangée. On peut admettre 
en première approximation que le rapport du nombre An’ d'électrons 
de valence excités à leur nombre total n°’ est égal à kT/E% et com- 
me Er & 3 à 10 eV et AT = 0,03 eV à la température ordinaire, la 
valeur du rapport An’/n° est négligeable. L'énergie de chaque élec- 
tron excité a augmenté en moyenne de ÆT. de sorte que l'énergie ab- 


sorbée par les électrons AE, & kTAn' = KT’. alors que la capa- 


cité calorifique d’un gaz électronique de densité n se définit par l’ex- 
pression 


10 Et, (7.40) 


Un calcul plus rigoureux donne 


a KT = 
0 TZ En. (7.41) 


Pour les métaux du premier groupe du Tableau périodique de 


Mendéléev, dont les atomes ne comportent qu’un seul électron de 
valence (nr = N,), on a 


Cy 2k2 2k L 
e AkITN, __ n°kT . (7.42) 
La capacité caloritique électronique ne peut être mise en évi- 
dence qu'à de très basses températures et ceci grace au fait que la 
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capacité calorifique du réseau qui décroît suivant la loi de T3 de- 
vient dans ce cas inférieure à la capacité calorifique électronique qui 
décroît proportionnellement à T. 

Conductivité thermique. — Dans les solides, l'énergie thermi- 
que peut être transportée par mouvement des phonons, des électrons 
libres et des trous, des excitons (v. $ 8.4) ou des photons. Le rôle 
principal dans le transport de l'énergie thermique est joué par le 
mouvement des phonons. Ce processus peut s'expliquer physiquement 
de la manière suivante. L'élévation de la température d'une partie 
quelconque du corps fait croître les amplitudes de vibrations des 
atomes du réseau par rapport aux centres d'équilibre. Il en résulte 
par suite de l’action des forces de liaisons interatomiques une crois- 
sance de l'amplitude de vibration des atomes voisins, ce qui est 
équivalent au transfert de la chaleur. Un tel mécanisme est pratique- 
ment le seul possible pour les diélectriques. Dans les métaux, une 
contribution importante à la conduction thermique est apportée 
par les électrons libres capables de se déplacer dans toute la masse 
du cristal. Enfin, aux hautes températures, la chaleur peut être trans- 
portée par des photons. 

En théorie cinétique des gaz, le coefficient de conductibilité 
thermique est défini par l'expression suivante: 


K=<cyvA, (7.43) 


où c est la capacité calorifique à volume constant; v,, la vitesse 
moyenne des particules; À, le libre parcours moyen des particules. 

Cette expression peut être utilisée, comme il a été montré par 
Debye, pour la détermination du coefficient de conductibilité ther- 
mique lié au mouvement des phonons si l’on admet respectivement 
que c: est la capacité calorifique du réseau (dépendant du nombre de 
phonons) ; 0, = Don, la vitesse des phonons (vitesse du son); À — 
= Aphon; le libre parcours moyen des phonons. 

La détermination de A;tn est un problème bien délicat. Des 
calculs théoriques approchés et des données expérimentales montrent 
que le libre parcours moyen des phonons est compris entre quelques 
dixièmes de centimètre à très basses températures et quelques dis- 
tances interatomiques à des températures voisines de la température 
de fusion. À basse température, Ahbon — e°D/?T et à haute tempé- 
rature, Aphon 1/7. La décroissance de A;on, quand la tempé- 
rature augmente, est liée à-la croissance du nombre de phonons en- 
trant en collision et comme, pour 7 > @;, le nombre de phonons 
est proportionnel à T, on a Aphon — 1/7. 

En plus des collisions entre les phonons c’est encore la diffusion 
des phonons sur les défauts du réseau cristallin qui joue un rôle 
substantiel. 11 est évident que l'augmentation du nombre de défauts 
limite la valeur de A,pon, de sorte qu’en cas d’une baisse importante 
de la température cette valeur ne croît pas indéfiniment suivant la 
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loi de e°D/?T, mais reste constante et n'est déterminée que par le 
nombre et la disposition des défauts. Dans un cristal de petites di- 
mensions, la longueur Ahon est limitée par son étendue et le coeffi- 
cient de conductibilité thermique d’un tel cristal dépend de façon 
appréciable de ses dimensions linéaires. La variation de X en fonc- 
tion de la température est montrée sur la fig. 7.12. Le coefficient de 
conductibilité thermique se détermine par le produit c;Aphon, Si 
bien qu'aux températures élevées, lorsque la capacité calorifique 


K 


Fig. 7.12 Fig. 7.13 


c, est constante ct le libre parcours moyen des phonons A5, — 1,7, 
le coefficient À est inversement proportionnel à la température alors 
qu'à basses températures. lorsque ce, — T? et Aion & Cte, la 
valeur de À = T3. 

La contribution des électrons à la conductivité thermique des 
métaux peut excéder 90 % de conductibilité thermique totale. En 
se déplaçant dans le cristal, les élections subissent des collisions et 
échangent de l'énergie avec les phonons et les défauts du réseau. 
Une augmentation des impuretés et d’autres défauts diminue la con- 
tribution des électrons à la conductibilité thermique des métaux. 
Dans les semi-conducteurs où la concentration en porteurs de charge 
libres est peu élevée, leur influence sur la conductivité thermique peut 
être négligée (sauf dans le cas des températures suffisamment éle- 
vées où le nombre de porteurs de charge libres croît brusquement). 

Le coefficient de conductivité thermique du gaz électronique dans 
le métal est donné par la formule 


1 = 
Ke = 3 CvQVoÂAes (7.44) 
où c,., est la conductivité thermique électronique ; v,, la vitesse moyen- 
ne des électrons; A,, le libre parcours moyen des électrons. 
On doit tenir compte du fait que le transport de chaleur est as- 
suré seulement par des électrons dont les énergies sont voisines de 


l'énergie de Fermi £? puisque seuls ces électrons peuvent échanger 
de l'énergie avec le réseau. Quand la température s'élève. A, di- 
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minue, car les vibrations thermiques deviennent plus intenses et. 
le nombre de phonons qui diffusent les électrons augmente (A, — 
— 1/T), mais l'énergie moyenne‘ transportée par chaque électron 
étant dans ce cas accrue (c,, — 7), la conductivité thermique élec- 
tronique est pratiquement indépendante de la température dans de 
larges limites de sa variation. 

Aux températures élevées, une contribution importante à la con- 
ductivité thermique est apportée par les photons de lumière infrarou- 
ge. Ce mécanisme de transfert de chaleur a une grande importance pour 
les solides non métalliques. Le coefficient de conductibilité thermique 
par photons s'exprime par 


16 = 
Koiot = 3 ni0seT* Aphot: (7.45) 


où », est l'indice de réfraction; 658, la constante de Stefan-Boltz- 
mann; \ppor le libre parcours moyen des photons. 

Dilatation thermique. — La cause de l'augmentation du volume 
d'un cristal lors de son chauffage peut s'expliquer qualitativement à 
l’aide d’une courbe traduisant la variation de l'énergie d'un système 
constitué par deux atomes voisins du réseau en fonction de la dis- 
tance entre ces atomes (fig. 7.13). À T = O, l’espacement des atomes 
est égal à r, et l'énergie du système est minimale (U4). Pour T > D, 
l'énergie du système atteint une certaine valeur U, et les atomes vi- 
brent entre l’espacement minimal r; et l’espacement maximal r;. 
Par raison d'asymétrie de la courbe U (r) l’espacement moyen 7, 
des atomes vibrants est plus grand que r,. En continuant ce raison- 
nement pour des températures plus élevées, et donc pour des énergies 
plus hautes, on peut montrer que l’espacement moyen des atomes du 
réseau augmente continuellement quand la température s'élève. 
La courbe de U (r) montre également que les atomes exécutent des 
vibrations anharmoniques: leurs écarts par rapport à la position 
d'équilibre sont plus petits lorsqu'ils se dirigent l'un à la rencontre 
de l’autre que lorsqu'ils se dirigent dans des sens opposés (5 — r, > 
> ro —r). 

Les calculs montrent que l’espacement moyen des atomes est 
proportionnel à la température, le coefficient de dilatation linéaire 
est donc indépendant de 7. Cette conclusion est confirmée par l’ex- 
périence, cependant à très basses températures le coefficient de dila- 
tation linéaire commence à diminuer de façon appréciable suivant 
une loi analogue à la loi de variation de c;. (7). 

La force F d'interaction de deux atomes du réseau n'est pas pro- 
portionnelle à la variation de la distance entre les atomes. La va- 
riation de F en fonction du déplacement x de l’atome autour de la 
position d'équilibre peut se décrire par l'expression 


DU __yr+ 672. (7.46) 
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Ici, 6 est le coefficient d'anharmonicité dont la valeur est non nulle 
en raison d'asymétrie de la courbe U (x). 

On en déduit pour l'énergie potentielle des atomes interagissants 
du réseau 


L'(x)=+ ve — + on. (7.47) 
La valeur moyenne du déplacement (x) peut se calculer en sup- 


posant que l’écart de l’atome vibrant par rapport à la position d’équi- 
libre obéit à la statistique de Boltzmann: 


(x) = En (7.48) 


En introduisant dans cette dernière expression la valeur de U (x) 
_Ü (x) 
donnée par (7.47) et en développante ÀT en série, on obtient (x) = 
__ &kT 


nr Le coefficient de dilatation linéaire est « — io où r,=4a 
0 


s , Ôk 
est la constante du réseau. Par conséquent, & = re et comme le 


‘ Lé . 
montre cette expression, la dilatation thermique se détermine par 
l’anharmonicité des vibrations. Une étude quantique plus rigoureuse 
exige de remplacer dans l'expression de (x) l'énergie moyenne clas- 


ë ÿe : . : ñ 
sique ÀT par l'énergie moyenne de la vibration normale 2 


eT _; 


Après ce remplacement il se trouvera que « — 0 quand T + 0, ce 
qui est en parfait accord avec l'expérience. 


$ 7.6. Propriétés diélectriques des solides 


Polarisation des diélectriques. — Sous l’action d’un champ élec- 
trique extérieur les charges électriques dans les atomes ou les molé- 
cules d'un cristal subissent un déplacement et le cristal se trouve 
polarisé. L'apparition d'un moment électrique dans un corps peut 
ètre provoquée par divers phénomènes physiques. Un champ exté- 
rieur déplace les couches électroniques par rapport aux noyaux en 
troublant ainsi la symétrie des charges (polarisation électronique). 
Dans des cristaux ioniques, un déplacement dans des sens opposés 
des ions de noms contraires provoque une polarisation ionique. Enfin, 
les solides peuvent aussi avoir une polarisation d'orientation qui 
consiste en rotation, le long du champ, des moments dipolaires élec- 
triques qui existent dans des molécules à disposition asymétrique 
des atomes (molécules polaires). 
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En s'additionnant géométriquement, les moments électriques d; 
des atomes ou des molécules constituant un corps donnent le moment 
électrique total de ce corps. Pour la description de ce moment on 
introduit la notion de vecteur de polarisation ou d'intensité de pola- 
risation qui représente le moment électrique par unité de volume: 


DE 
P—— 7e (7.49) 
Le champ électrique à l'intérieur d’un corps est caractérisé par le 
vecteur induction électrique (vecteur déplacement électrique) D. Le 
champ électrique intérieur diffère du champ extérieur £ par le 
Champ dû aux charges déplacées du corps: 
D = eë + P, (7.50) 


où €, = 8,854-10-1? F/m est la permittivité du vide. 
Cette expression peut s’écrire sous la forme 


D = (1 + yr) 08 = Ert06, (7.51) 
OÙ YXr = Er — 1 = _ est la susceptibilité diélectrique relative; 
0 


e,, la permittivité relative du corps (pour le vide, 4. = 0, e, = 1). 

L'hypothèse que l'induction électrique est proportionnelle à 
l'intensité du champ extérieur n'est en toute rigueur justifiée que 
pour des champs électriques faibles. Dans des champs forts la varia- 
tion de D en fonction de & cesse d'être linéaire : 


D = eeé + 6? + PES +... (7.52) 


Dans cette expression, les termes contenant les puissances supé- 
rieures de € conduisent à divers effets non linéaires que l'on utilise 
par exemple dans des appareils quantiques. = 

Dans des cristaux à anisotropie prononcée, les vecteurs P et € 
peuvent être non parallèles et les grandeurs #, et &, sont alors des 
grandeurs tensorielles. 

Pour des cristaux isotropes, la permittivité est liée à la polarisa- 
bilité par l'équation de Clausius-Mosotti : 


er—1 


1 CH 
dr = ms D Mat). (E 


Ici, V, est le nombre des molécules de même type par unité de volume 
du cristal ; &;, la polarisabilité des molécules de type donné, c’est-à- 
dire le rapport du moment électrique de la molécule à l’intensité du 
champ électrique qui l’a engendré (somme des polarisabilités élec- 
tronique et ionique); d;, le moment électrique propre d’une molé- 
cule polaire; d5/3kT, la polarisabilité d'orientation. 

La polarisation d'orientation dépend fortement de la température 
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parce que la même orientation de tous les moments électriques est 
contrariée par l'agitation thermique. Quand la température s’élève, 
la polarisation varie proportionnellement à 1/7. En même temps, 
l'influence de la température sur les polarisations électronique et 
ionique est peu importante, ce qui permet de mettre en évidence la 
polarisation d'orientation. 

Dans des champs électriques variables à haute fréquence, la réo- 
rientation des dipôles commence à présenter de l’inertie, car les 
dipôles n'arrivent plus à suivre les variations du champ extérieur. 
Il en résulte que 4; (de même que la polarisabilité) devient une quan- 
tité complexe dont la partie imaginaire traduit le déphasage des 
vecteurs £ et P, alors que son rapport à la partie réelle détermine 
la valeur des pertes diélectriques en haute fréquence. Un retard 
notable à la variation de la polari- 
sation d'orientation s’observe pour 
des fréquences supérieures à 10!° Hz, 
pour les polarisations électronique 
et ionique cette limite s'élève 
respectivement à 101% et 101 Hz. 
A des fréquences supérieures à 
1016 Hz, l'intensité de polarisation 
tend vers zéro de sorte que le champ 
régnant à l'intérieur du cristal 
ne diffère pas du champ extérieur. 
La fig. 7.14 représente schéma- 
tiquement la variation de la partie réelle & de l'intensité de polarisa- 
tion en fonction de la fréquence de variation du champ extérieur. 
Les régions 7, II et IIT se rapportent respectivement aux domaines 
des hyperfréquences, de l’infrarouge et de l'ultraviolet. 

Substances piézo-électriques. — En l'absence de champ électri- 
que extérieur, le moment électrique total d’un cristal est nul. I} 
existe pourtant des substances dites piézo-électriques caractérisées 
par une symétrie particulière de la disposition des ions dans le ré- 
seau qui se trouve troublée en cas d’une déformation mécanique du 
corps. Cela fait apparaître une polarisation électrique dont l’inten- 
sité permet de juger de la force appliquée. Si les déformations ne sont 
pas très fortes, l'intensité de polarisation est proportionnelle à la 
force appliquée et change de signe si la force appliquée change de 
signe. Ce phénomène est connu sous le nom d'effet piézo-électrique. 

Dans la plupart des diélectriques on observe le phénomène d’élec- 
trostriction plus ou moins prononcé : une modification des dimensions 
du corps sous l’action d’un champ électrique extérieur qui interagit 
avec les dipôles des molécules ou des ions en faisant naître des forces 
de déformation. La variation relative des dimensions Al/T n’est pas 
grande, sa valeur étant proportionnelle au carré de l'intensité du 
champ électrique appliqué. Pourtant dans les corps piézo-électriques 
la déformation est bien marquée (effet piézo-électrique inverse), a 
variation relative des dimensions AU/I — &; si le champ appliqué 
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change de signe, la dilatation du cristal se transforme en contraction, 
ce qui diffère l'effet piézo-électrique inverse de l'électrostriction. 

Les matériaux piézo-électriques typiques sont le sel de Seignette, 
le phosphate d'ammonium et le quartz &. Bien que les variations des 
dimensions sous l’action d’un champ électrique soient relativement 
petites (dans le cas du quartz, A/L — 2,25.10-8 pour € = 10* V/m), 
les cristaux piézo-électriques ont reçu de nombreuses applications 
comme transducteurs électromécaniques (slabilisateurs, filtres, pick- 
up, générateurs et récepteurs de vibrations ultrasonores, etc.). 

Si la déformation du réseau cristallin est due à une variation de 
température, l'apparition de la polarisation est appelée effet pyro- 
électrique. Les matériaux pyro-électriques les plus courants sont la 
tourmaline et le sel de Seignette. 

Substances ferro-électriques. — Ce sont des substances compor- 
tant des régions spontanément polarisées en l'absence de champ élec- 
trique extérieur. En inter- 
agissant les uns avec les 
autres, les dipôles voisins 
d’un cristal ferro-électrique 
tendent à s'orienter paral- 
lèlement l’un à l’autre en 
produisant ainsi un moment 
électrique total différent de 
Zéro. 

L'étude des relations 
énergétiques dans les cris- 
taux ferro-électriques mon- 
tre qu'au point de vue énergétique le déplacement avantageux du 
sous-réseau d'ions d’un signe par rapport au sous-réseau d'ions 
de signe contraire est celui où le centre de la charge positive 
totale dans la région macroscopique du cristal ne se confond pas 
avec le centre de la charge négative (déplacement de l’ordre de 0,01 nm), 
ce qui fait apparaître une polarisation importante. 

La permiltivité relative des substances ferro-électriques est 
nettement plus grande que celle des autres substances (pour le tita- 
nate de baryum elle vaut plusieurs milliers) et dépend de l'intensité 
du champ électrique extérieur qui provoque une réorientation des 
dipôles. C'est pourquoi l'intensité de polarisation P des cristaux 
ferro-électriques n'est pas proportionnelle à l'intensité de champ €. 
La variation P (€) présente le caractère d’un cycle d'hystérésis 
(fig. 7.15, a). Lorsque l'intensité de champ augmente, la polarisa- 
tion passe à saturation P — P,. Lorsque € décroît jusqu’à zéro, la 
valeur de P ne s’annule pas (P, étant la polarisation résiduelle). 
La polarisation ne disparaît que lorsque le champ change de signe 
et atteint une certaine valeur déterminée €, appelée force coercitive. 
L'’allure ultérieure de la fonction P (€) est visible sur la figure. 
Les valeurs de £. et P} dépendent de la nature du cristal ferro- 
électrique. 


Fig. 7.45 
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En l'absence de champ électrique, l'intensité de polarisation est 
nettement inférieure à la somme des moments électriques des dipôles 
de tous les atomes contenus dans l'unité de volume. La raison en 
est la suivante: les cristaux ferro-électriques possèdent une struc- 
ture particulière, divisée en domaines distincts, de telle sorte que les 
vecteurs polarisation des domaines voisins ont des sens différents 
(énergétiquement c’est l'orientation opposée des vecteurs polarisa- 
tion des domaines voisins qui est la plus avantageuse). L’épaisseur 
des parois entre les domaines ferro-électriques est de l’ordre de une 
ou deux distances interatomiques, alors que la largeur d’un domaine 
est de l’ordre de 10-$ m. La somme des vecteurs polarisation des 
domaines et donc la polarisation du cristal tout entier est nulle. 
L'application d'un champ électrique extérieur provoque un dépla- 
cement des parois des domaines et une croissance du volume de ceux 
des domaines dont le vecteur polarisation est orienté le long du 
vecteur au détriment du volume des domaines dont le vecteur pola- 
risation est dirigé dans le sens opposé. Il en résulte finalement une 
augmentation de la polarisation de l'échantillon dans le sens du 
champ électrique extérieur. Pour des intensités de champ d’environ 
10% V'm tous les moments électriques se trouvent orientés suivant 
le vecteur £, ce qui correspond à la saturation dans le cycle d'hysté- 
résis. 

La structure des domaines des cristaux ferro-électriques peut 
être étudiée par méthode optique en utilisant une lumière polarisée. 
Chaque domaine possède son indice de réfraction et se distingue par 
le degré de transparence et le coefficient de réflexion. On peut égale- 
ment avoir recours à d’autres méthodes d'observation, en déposant 
par exemple sur la surface d’un échantillon ferro-électrique des pou- 
dres chargées électriquement qui se concentrent le long des frontières 
des domaines. 

Lorsque la température s'élève, l'agitation thermique désordon- 
née des atomes du réseau devient plus intense. l’ordre de disposition 
des dipôles se trouve troublé et, pour T > Tc, où TC est le point de 
Curie. la polarisation spontanée décroît en suivant la loi de Curie- 


Weiss y, — FF (C étant une constante). 


Comme exemples de substances ferro-électriques on peut citer 
le titanate de baryum (7c — 393 K), le sel de Seignette (Te — 255 
à 297 K). le niobiate de potassium (7Tc = 708 K), le phosphate de 
potassium (7Tc — 123 K). En règle générale, les cristaux ferro-élec- 
triques sont employés sous forme de céramiques obtenues à partir 
des poudres de sels ou d’oxydes par pressage et cuisson à une tempé- 
rature de 1600 à 1800 K. Les avantages des céramiques sont: la 
facilité de fabrication. la solidité mécanique, la stabilité, la possibi- 
lité d’obtenir des configurations compliquées. Ces derniers temps les 
propriétés ferro-électriques ont été constatées chez certains cristaux 
liquides smectiques que l’on étudie activement. 

Les cristaux ferro-électriques sont largement utilisés pour la fa- 
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brication de condensateurs de faible encombrement ainsi que comme 
éléments non linéaires des dispositifs radio-électriques et dans la tech- 
nique de l'ultra-son. L'application d’un champ électrique extérieur 
fait varier les propriétés de réfraction des cristaux ferro-électriques 
(composantes du tenseur de l'indice de réfraction); ce phénomène 
est mis à profit pour la commande de faisceaux lumineux (interrup- 
teurs optiques, modulateurs et multiplicateurs de fréquence de rayon- 
nement laser, etc.). 


Dans certains cristaux ferro-électriques et pyro-électriques on 
observe le phénomène de photoréfraction sous l’action de faisceaux 
lumineux très intenses (rayons laser). Aux points d'impact du fais- 
ceau lumineux l'indice de réfraction change de valeur et conserve sa 
nouvelle valeur pendant une longue durée après l’irradiation. Il est 
évident que ce phénomène est lié à la production, sous l'effet du 
rayonnement, d'électrons libres qui s'arrêtent près des défauts du 
cristal et engendrent des champs électriques localisés et provoquent 
par là même des variations locales de l'indice de réfraction. Ce phé- 
nomène peut servir à la réalisation des mémoires optiques. 

Le réseau cristallin de certains diélectriques (du zirconate de 
plomb PbZrO,; par exemple) peut être représenté par des sous-ré- 
seaux d'ions de noms contraires imbriqués l’un dans l’autre, les 
moments dipolaires des sous-réseaux étant orientés dans des sens 
opposés et donc se compensant de sorte que la polarisation spontanée 
pour l’ensemble du volume ne s’observe pas. De tels diélectriques 
ont reçu le nom d'antiferro-électriques. Etant soumis à un champ élec- 
trique extérieur d'intensité supérieure à une valeur critique éc 
les moments dipolaires des cristaux antiferro-électriques commencent 
à se réorienter et ces cristaux passent progressivement à l’état ferro- 
électrique caractérisé par une variation hystérétique de P en fonction 
de € (fig. 7.15, b). 

Il convient de signaler qu'un grand mérite dans l'étude de la ferro- 
électricité revient aux savants soviétiques Kourtchatov, Voul, 
Guinzbourg et autres. 


Electrets. — Des cristaux ferro-électriques il convient de distin- 
guer les électrets, c'est-à-dire des diélectriques constamment pola- 
risés et ayant la propriété de conserver longtemps leur état électrisé 
et d’engendrer un champ électrique dans le milieu environnant (ana- 
logue électrique des aimants permanents). Les électrets sont obtenus 
à partir des diélectriques organiques et inorganiques en fusion par re- 
froidissement dans un champ électrique très intense. Ils peuvent con- 
server leur polarisation pendant longtemps, de quelques heures à 
quelques années, mais avec le temps la polarisation de certaines subs- 
tances peut changer de signe. La valeur de la charge électrique créée 
dans un électret et la vitesse de sa variation dépendent de façon 
substantielle de la pression atmosphérique, de l'humidité et de la 
température ainsi que du rayonnement extérieur. Les dimensions des 
échantillons y jouent elles aussi un certain rôle. 
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Si un électret est découpé en morceaux, chacune de ses parties 
conserve l’état polarisé, ce qui veut dire que la polarisation s'étend 
sur tout le volume du cristal, Il est évident que les électrets contien- 
nent des molécules polarisées en permanence qui s'orientent à haute 
température suivant le champ électrique intense. Au cours du refroi- 
dissement, la mobilité des molécules se trouve limitée et tout se passe 
comme si les dipôles étaient « figés » dans le volume de l'échantillon 
en conservant un certain ordre dans l'orientation. La polarisation 
intérieure peut également être liée soit au processus de « congé- 
lation » des ions qui <e sont déplacés sous l'effet du champ électri- 
que, soit au déplacement des charges captées par les défauts di: réseau 
cristallin. 

La polarisation d’un électret fait apparaître des charges superfi- 
cielles dont le signe est soit celui de la polarité de la tension appliquée 
avant le refroidissement (charges homopolaires), soit opposé (charges 
hétéropolaires). En règle générale, les charges hétéropolaires se for- 
ment pour des champs d'intensité € << 10% V/m et, avec le temps, 
elles se transforment en charges homopolaires ou disparaissent. Ceci 
est lié. à ce qu'il paraît, au mouvement à l'intérieur du diélectrique 
des charges libres injectées par les électrodes ou par l’espace interé- 
lectrode et masquant par leur champ le champ de polarisation rési- 
quelle. Si un électrode a été obtenu par application d’un champ d’in- 
tensité supérieure à 10% V/m, il se forme des charges homopolaires 
qui ne changent pas de signe avec le temps. 

Il existe une variété d'’électrets appelée photo-électrets que l’on 
obtient par irradiation de certaines substances conductrices de la 
lumière (telles que le souffre ou le sulfure de zinc) par une lumière 
dans un champ électrique intense, sans chauffage. Les quanta de lu- 
mière communiquent aux électrons une énergie supplémentaire, ce 
qui leur permet de s’arracher des atomes et de se déplacer dans le 
champ électrique. Les électrons déplacés sont captés par les défauts 
du réseau cristallin et causent une polarisation résiduelle. Dans les 
photo-électrets il ne se forme que des charges hétéropolaires. Une 
autre variété d'’électrets est représentée par des électro-électrets (tita- 
nate de calcium et autres) dont l'obtention n'exige que l'application 
d'un champ électrique suffisamment intense. 

Les premiers électrets ont été produits à partir de la cire et de la 
colophane. Pour la fabrication des électrets modernes on utilise des 
polymères et des diélectriques céramiques. Il convient de remarquer 
toutefois que la nature physique de la polarisation résiduelle des 
électrets ne fait pas l’objet d'une explication définitive. 

La propriété qu'ont les électrets de produire un champ électrique 
dans l'espace environnant a prédéterminé les larges possibilités 
de leur emploi dans des sources d'alimentation autonomes de petite 
puissance où un courant électrique prend naissance soit par suite 
du déplacement des électrodes métalliques dans le champ de l’élec- 
tret, soit par suite de la dépolarisation de l'électret provoquée par 
une élévation de la température, dans les microphones, les transmet- 
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teurs de vibrations, les filtres de gaz, les dosimètres, les appareils de 
mesure électrostatiques. les générateurs de haute tension, les lec- 
teurs de son ainsi que dans l'éléctrophotographie. 


$ 7.7. Propriétés magnétiques des solides 


Les propriétés magnétiques des solides se déterminent par l’inter- 
action des moments magnétiques des atomes du réseau les uns avec 
les autres et avec un champ magnétique extérieur. Chaque atome 
possède un moment magnétique u, égal à la somme des moments magné- 
tiques orbitaux et de spin des électrons et du moment magnétique du 
noyau. Le moment magnétique u, de l’atome et sa projection sur la 
direction du champ magnétique pu, ne peuvent prendre que certai- 
nes valeurs quantifiées dont la grandeur est donnée par les expres- 
sions 


Ua = guBV Ja (Ja+1), 
Hage = guBMa, 


où g est le facteur de Landé ; pp, le magnéton de Bobr ; J,, le nombre 
quantique interne; :W,, le nombre quantique magnétique pouvant 
prendre des valeurs entières comprises entre —J, et J,. 

La projection du moment magnétique d’un atome sur la direction 
du champ magnétique peut prendre (2J, + 1) valeurs différentes. 

Suivant l'orientation des moments magnétiques orbitaux et de 
spin des électrons la valeur de x, peut être nulle ou non nulle, ce qui 
a une influence importante sur les propriétés magnétiques des’ subs- 
tances. Le moment magnétique du noyau étant 10% fois plus petit 
que les moments magnétiques des électrons, on le néglige lors de l'étude 
de la plupart des questions de la théorie du magnétisme. 

Sous l’action d’un champ magnétique extérieur %# le corps s’ai- 
mante et acquiert un moment magnétique égal à la somme des pro- 
jections sur la direction du champ ## des moments magnétiques des 
atomes. Le moment magnétique par unité de volume du corps est 
appelé intensité d'aimantation M. Dans des corps isotropes c’est 
un vecteur parallèle ou antiparallèle au vecteur 4. L'aimantation 
traduit l'intensité du champ magnétique produit par les moments 
magnétiques des atomes, et en s’ajoutant vectoriellement à l’induc- 
tion du champ extérieur B, = u,#, où u, = 41-10-7 H/m est la 
perméabilité magnétique du vide, elle détermine l'induction magné- 
tique B à l’intérieur du corps: 


B=B, + uoMm. (7.55) 


Dans le cas des corps isotropes, la somme vectorielle peut être 
remplacée par une somme algébrique: 


B = Bo + UM m- (7.56) 
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(7.54) 


L'expression (7.56) peut se mettre sous la forme 
B = ho + Lotm A = (1 + Ym) Ho = (1 + Xm) Bo = LrBo 
(7.57) 


OÙ XYm = Mm/d%k est la susceptibilité magnétique relative et u, = B/B,, 
la perméabilité magnétique relative. Comme il résulte de (7.57), Xm = 


; , 

La susceptibilité magnétique #,, établit la relation entre le champ 
magnétique extérieur et le champ magnétique des atomes consti- 
tuant le corps. Le signe et la valeur de x,, déterminent les caractères 
différents des propriétés magnétiques des corps. Suivant leur sus- 
ceptibilité magnétique on peut distinguer trois types principaux de 
corps: diamagnétiques (%m Æ —107% à —10-7), paramagnétiques 
(Xm & 107$ à 10-7) et ferromagnétiques (Ym Æ 10? à 10%). 

Diamagnétiques. — La susceptibilité magnétique de ces corps 
a une faible valeur négative qui ne dépend ni de l'intensité du champ 
magnétique extérieur, ni de la température. Les vecteurs M, et B, 
sont antiparallèles, c’est-à-dire que le corps s’aimante en sens in- 
verse du champ extérieur magnétisant. L'existence de propriétés 
diamagnétiques pourrait être prévue même à partir de la loi de 
Lenz qui établit qu’un champ magnétique variable induit dans un 
circuit fermé un courant électrique qui produit à son tour un champ 
magnétique dirigé en sens inverse du champ inducteur. Ainsi on doit 
donc supposer que le diamagnétisme est inhérent à toutes les subs- 
tances. Ceci est confirmé expérimentalement, mais dans les cas où 
les propriétés diamagnétiques sont surpassées par des effets plus 
« forts » (paramagnétisme et ferromagnétisme), le diamagnétisme 
des corps peut être négligé. A l’état pur, le diamagnétisme peut être 
observé dans des substances dont le moment magnétique des atomes 
est nul en l'absence de champ extérieur. Les principales substances 
diamagnétiques sont les gaz nobles, la plupart des composés orga- 
niques et certains métaux (Pb, Zn, Cu, Ag et autres). 

L'origine des propriétés diamagnétiques peut être étudiée à 
l’aide du modèle classique de l'atome. Une analyse quantique donne 
des résultats analogues. 

En l'absence de champ extérieur, la fréquence de rotation d’un 
électron autour du noyau se détermine à partir de l'égalité de la 
force centrifuge et de la force d’attraction coulombienne : 

met ei = 

Tr — Anegerrs ? (7.58) 
où v, est la vitesse de l'électron; r, le rayon de l'orbite circulaire 
de Bohr. 

La fréquence de rotation angulaire peut se déterminer à partir de 
(7.58) en y introduisant v, = @4r: 

w= (x I (7.59) 


ATeoer Mer? 
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L'application d’un champ magnétique extérieur. perpendiculaire 
au plan de l'orbite, soumet l’électron à l’action de la force de Lo- 
rentz FL = e [vB,] dirigée vers le centre de l'orbite ou dans le sens 
opposé suivant l'orientation du vecteur B,. Dans ce cas l'égalité des 
forces exercées sur l’électron DL sous la forme 


met? ans 1 2 
= lue _ + evB,, (7.60) 


et la nouvelle fréquence de rotation © = v/r peut se déterminer à 
partir de l'expression 


@?— ŒÙ + eB,w x (7.61) 
En développant &@° — 5 = (© + &,) (o — w,) et en tenant 
compte de ce que © + &, Æ 20, on obtient 


Me 


B, = 
D= + ne = Lo + O1, (7.62) 


où w1 — eB4/2m, est la fréquence de Larmor. 

Les signes « + » ou « — » dépendent de l'orientation du vecteur 
B,. 11 résulte de (7.62) que sous l’action d’un champ magnétique tous 
les électrons, quel que soit le sens de leur rotation, subissent un chan- 
gement de fréquence de rotation de la quantité w, et donc un change- 
ment de moment magnétique orbital, de plus, le moment supplé- 
mentaire lié à la variation de la fréquence s'applique en sens inverse 
du vecteur B,. 

Si le champ magnétique extérieur n’est pas perpendiculaire au 
plan de l'orbite, celle-ci commence à précessionner autour de la di- 
rection de #, c’est-à-dire à effectuer des mouvements analogues à 
ceux d’une toupie. La normale au plan de l'orbite décrira une surface 
conique autour du vecteur 4Z, en se déplaçant à la fréquence de Lar- 
mor &z. 

Le calcul montre que le moment magnétique supplémentaire dû 
à la précession de l’orbite de l’électron s'exprime par 


Am= se Bon (7.63) 


où ri est la moyenne du carré de la M de l’électron au noyau. 
Si un atome contient z électrons et si r, est la distance du i-ième 


électron au noyau, le moment magnétique supplémentaire de l'atome 
a pour expression 


LL eu zpt 
6m e 


Âla = 


à (7.64) 


où p’— 
au noyau. 


est la moyenne du carré de la distance des électrons 
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Pour une concentration atomique de la substance égale N,, 
la susceptibilité magnétique s'exprime par 


Mm _ AboN 22NP5 7 
me ge Se — ET (7.65) 


La formule (7.65) n’est valable que pour des atomes non excités 
et pour des fonctions d'onde des électrons pourvues de symétrie 
sphérique. Dans les autres cas on y introduit une petite correction 
qui tient compte de l'asymétrie 
des orbites électroniques. Cette 
formule montre que la suscep- 
tibilité magnétique est négative 
et indépendante de l'intensité 
du champ extérieur et de la 
température. Le vecteur intensité 
d’aimantation est antiparallèle 
au vecteur champ magnétique. 

Les électrons de valence, fai- 
blement liés aux atomes et 
capables de se déplacer dans 
tout le volume du corps, in- 
fluent sur ses propriétés diama- 
gnétiques. Sous l'action d’un 
champ magnétique extérieur 


Fig. 7.16 


les trajectoires des électrons libres se courbent et deviennent 
fermées. Ceci conduit à l'apparition des moments magnétiques diri- 
gés en sens inverse du champ ou, comme on le dit, au diamagnétisme 
des électrons libres. La susceptibilité magnétique liée au mouvement 
des électrons libres s'exprime par 


nUobB 
2Ep ? 


e 
Xmd = 


(7.66) 


où n est la concentration des électrons libres ; Ep, l'énergie maximale 
des électrons (énergie de Fermi). 
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Paramagnétiques. — On appelle paramagnétiques des substan- 
ces qui présentent une susceptibilité magnétique y, de valeur posi- 
tive relativement faible et s'aimantent dans le sens du champ exté- 
rieur appliqué. Lorsque l'intensité du champ # augmente, l'intensité 
d'aimantation M,, d'un paramagnétique croît linéairement, mais à 
de fortes valeurs de 5° elle atteint sa valeur de saturation A7, (fig. 7.16). 
Lorsque la température augmente. l'intensité du champ extérieur 
nécessaire au passage du paramagnétique à l'état de saturation croît, 
alors que la susceptibilité magnétique décroît suivant la loi de Curie- 
Weiss Xm — C1/7. où C; est une constante dépendant du type de 
paramagnétique (les flèches de la fig. 7.17, a indiquent les sens des 
moments magnétiques des atomes). 

Les propriétés paramagnétiques sont observées dans des substan- 
ces dont les atomes possèdent des moments magnétiques non nuls 
même en l'absence de champ extérieur et dans lesquelles la liaison 
entre les moments magnétiques des atomes voisins est relativement 
faible. Les substances paramagnétiques contiennent des atomes ou 
des molécules à nombre impair d'électrons ou des ions dont les cou- 
ches internes ne sont que partiellement remplies. Le champ magné- 
tique extérieur tend à orienter de la mème façon tous les moments 
magnétiques mais l'agitation thermique désordonnée le contrarie. 
Il s'établit finalement un équilibre dynamique entre les processus 
mentionnés ci-dessus qui détermine l'intensité d’aimantation. Pour 
calculer l'intensité d'aimantation Af,, il faut faire la somme des 
projections des moments magnétiques de tous les atomes sur la di- 
rection de . Ce faisant, il convient de tenir compte du fait qu'en 
vertu de l'expression (7.54) les valeurs possibles de nu, sont dis- 
continues. 

L'énergie d'interaction entre le moment magnétique de l'atome 
et le champ extérieur est U = —u,B,. La distribution des mo- 


ments magnétiques suivant les différentes directions, par rapport à 
4, se détermine par la loi de Boltzmann: 


ba 5e Bo ] 


w—=Cexp (—-5) = Cexp | TT 


(7.67) 
Ici, w est la probabilité d'orientation du moment magnétique de 
l'atome de telle sorte que sa projection sur la direction de ,# soit 
égale à pu, %. 

On calcule la valeur moyenne de la projection du moment magné- 
tique en appliquant les règles de la statistique: 


(7.68) 
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Ici, la sommation est effectuée sur toutes les (2J, + 1) valeurs 
possibles de u,. Le calcul fait d’après la formule (7.68) donne le 


résultat suivant: 

(Ua) = 8JausBs, (B), (7.69) 
où B —_ RE à Bs, (B) = SE cth at f= 
la fonction de Brillouin. 

En désignant comme précédemment la concentration atomique 
de la substance par W,, on obtient 


M No (Ua #) 


m ke. = 


cth es est 
2e Ja 


La courbe de variation de la es re est en bon accord 
avec l'expérience (v. fig. 7.16). La saturation de l’aimantation, 
qui se produit pour de fortes valeurs de #, signifie que les forces 
d'interaction entre les moments magnétiques et le champ extérieur 
l'emportent sur les forces d’agitation thermique désordonnée et 
que tous les moments magnétiques sont orientés dans le sens du champ. 

Les électrons libres apportent eux aussi leur contribution aux 
propriétés paramagnétiques de la substance. Ce phénomène, appelé 
paramagnétisme des électrons libres ou encore paramagnétisme de 
Pauli, a pour origine l'interaction entre les moments magnétiques 
de spin des électrons et le champ magnétique. Les moments de spin 


peuvent s'orienter soit suivant le vecteur ;', soit en sens inverse, le 
premier sens étant énergétiquement plus avantageux et donc pré- 
férable. 

Si en l’absence de champ l'orientation des moments de spin est 
désordonnée et le moment magnétique total est nul, dans un para- 
magnétique placé dans un champ magnétique les moments de spin 
de la plupart des électrons sont dirigés dans le sens du champ, si 
bien que le moment magnétique total des électrons libres devient 
différent de zéro. La susceptibilité paramagnétique des électrons li- 
bres est positive et égale à 

3nhouÿ 

Amp Ep ? (7.71) 
c’est-à-dire à une quantité qui est en valeur absolue trois fois supé- 
rieure à la susceptibilité diamagnétique #£,, et ne dépend pas de la 
température. Le paramagnétisme des électrons libres se manifeste 
tout particulièrement dans les métaux alcalins et alcalino-terreux 
ainsi que dans certains métaux de transition et dans Sc, Ti, V. Dans 
les semi-conducteurs le nombre d'électrons libres augmente avec la 
température et donc les susceptibilités 45, et 4°, de telles substances 
sont fonctions de la température. 

Puisque la destruction de l'orientation ordonnée des moments 
magnétiques exige une dépense de l'énergie thermique, les sels para- 
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magnétiques peuvent être utilisés pour l'obtention de très basses 
températures voisines de zéro absolu. A cet effet, ces sels sont refroi- 
dis dans un cryostat à hélium liquide sous l’action d'un champ ma- 
gnétique, après quoi ils sont lentement désaimantés de sorte que les 
forces assurant l'orientation ordonnée des moments magnétiques dis- 
paraissent. L'orientation des moments magnétiques commence à se 
détruire en provoquant une dépense de l'énergie thermique. Ce 
procédé permet d'abaisser la température de la substance jusqu'à 
environ 0,001 K. 

Ferromagnétiques. — Ces substances constituent un groupe par- 
ticulier caractérisé par une forte valeur positive de la susceptibilité 


Fig. 7.18 Fig. 7.19 


magnétique qui dépend non seulement de l'intensité du champ magné- 
tisant mais également de l’évolution antérieure, c'est-à-dire de l'ai- 
mantation préalable de la substance. 

Lorsque l'intensité du champ magnétique extérieur augmente, 
l'aimantation du ferromagnétique croît rapidement mais pour de 
fortes valeurs de S£ elle atteint la saturation (fig. 7.18). En outre, sur 
la partie de la courbe caractéristique présentant la plus grande pente 
l’aimantation augmente par petits sauts (effet Barkhausen) et non 
de façon continue. 

Le processus d'aimantation s'accompagne du phénomène d'hys- 
térésis (fig. 7.19). Lorsque l'intensité du champ extérieur augmente, 
l'induction magnétique croît suivant la courbe 7-2 et atteint sa va- 
leur de saturation au point 2. Pourtant, lorsque *# diminue, l’induc- 
tion varie suivant la courbe 2-3-4-5 et pour -# — 0 la désaimanta- 
tion du ferromagnétique n'est pas complète. L’induction B,em est 
appelée induction rémanente. Une désaimantation complète du fer- 
romagnétique ne se produit que pour #£ = —#%#, (5%. étant la 
force coercitive) et est suivie d’aimantation en sens inverse jusqu'à la 
saturation au point 5. Quand l'intensité du champ inducteur varie 
de — 2, à +5, lecycle d'hystérésis se ferme suivant la ligne 5-6-7-2. 
La surface de la boucle d’hystérésis est proportionnelle à l'énergie 
magnétique emmagasinée qui se transforme en chaleur lors du ren- 
versement de l’aimantation. Suivant la valeur de la force coercitive 
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les ferromagnétiques sont classés en deux catégories : les ferromagné- 
tiques doux ayant une faible force coercitive et les ferromagnétiques 
durs caractérisés par une force coercitive élevée el un cycle d'hysté- 
résis large. Les matériaux magnétiquement doux dont la valeur de 
&'. peut être rendue non supérieure à 0,1 A/m sont utilisés pour la 
fabrication de stators et de rotors des machines électriques et des 
circuits magnétiques des dispositifs électromagnétiques. La force 
coercitive des matériaux magnétiquement durs utilisés pour la fa- 
brication des aimants peut être élevée jusqu’à 105 A/m. 

Lorsque la température s'élève, l’aimantation d’un ferromagné- 
tique diminue et pour une température déterminée @c appelée 
point ferromagnétique de Curie, le ferromagnétique se transforme en 
paramagnétique avec une variation linéaire de x, en fonction de 
1'T (loi de Curie-Weiss, fig. 7.17, b): 


C ae 
Am = 7% : (7.72) 


où C, est la constante de Curie et © la température paramagnétique 
de Curie (6 > @b). 

Tous les ferromagnétiques se caractérisent par une variation iden- 
F5 en fonction de a lis. 7.20), où M, (T) 
est l'intensité d’aimantation à saturation pour la température 7. 
La température 66 est de 1043 K pour le fer, 1403 K pour le cobalt 
et 631 K pour le nickel. 

Les propriétés ferromagnétiques des corps sont également affectées 
par l’anisotropie du réseau cristallin. L’intensité d’'aimantation 
atteint sa valeur de saturation 
pour des valeurs de “£ plus faibles 
dans certaines directions cristal- 
lographiques appelées directions de 
facile aimantation que dans des 
directions de difficile aimantation 
el ceci avec une énergie dépensée 
plus faible. 

L'aimantation des corps fer- 
romagnétiques s'accompagne d’un 
changement de leurs dimensions 

02 04 06 0,8 7/6, (magnétostriction). Un phénomène 

Fig. 7.20 inverse se manifeste lui aussi: si 

un échantillon est soumis à la 

compression mécanique dans la même direction dans laquelle il se 

contractait sous l’action du champ magnétique, son aimantation s’en 

trouve facilitée, alors qu’un changement de sens de la force appliquée 

(traction au lieu de compression) conduit à un résultat opposé (effet 
magnéto-élastique). 

L’aimantation des corps ferromagnétiques dépend de la tempé- 
rature et pour certaines substances à haut coefficient de magné- 


tique du rapport 
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tostriction le coefficient de dilatation thermique peut avoir une 
valeur voisine de zéro. car la dilatation thermique ordinaire est 
compensée par une diminution des dimensions provoquée par la 
variation de l’aimantation avec la température. On a réalisé sur ce- 
principe des alliages à faible coefficient de dilatation thermique 
(invar par exemple). 

Antiferromagnétiques. Ferrimagnétiques. — Il existe certaines 
substances caractérisées par de hautes valeurs de la susceptibilité 
magnétique mais présentant des propriétés un peu différentes de 
celles des ferromagnétiques. Ce sont des antiferromagnétiques et des 
ferrimagnétiques. 

Dans les antiferromagnétiques, l'aimantation spontanée est 
nulle et à 7? — O0 K la valeur de y, est nulle elle aussi. Cependant, 
quand la température augmente, la susceptibilité magnétique s'ac- 
croît et atteint sa valeur maximale à 7 = TX, où TN est la tem- 
pérature de Néel. Pour T > Tx, un corps antiferromagnétique perd 
ses propriétés et se transforme en un paramagnétique avec une varia- 
tion linéaire de 1/7, en fonction de T (v. fig. 7.17, c). 

Les ferrimagnétiques peuvent avoir une aimantation spontanée 
et leur comportement est analogue à celui des ferromagnétiques à 
quelques exceptions près (par exemple une plus faible aimantation à 
saturation et une dépendance plus complexe de M,, vis-à-vis de T} 
(v. fig. 7.17, d). Dans la classe de ferrimagnétiques se rangent en 
particulier les ferrites qui sont des substances dont la composition 
chimique répond à la formule MeO-Fe,0;, où Me est un métal bi- 
valent. Ces matériaux trouvent de nombreuses applications techni- 
ques, car ayant de bonnes propriétés magnétiques ils présentent en 
même temps une résistivité élevée (jusqu’à 107Q .m) et peuvent être 
utilisés dans la technique des hyperfréquences du fait de leurs fai- 
bles pertes par courants de Foucault. Les ferrites sont aussi largement 
utilisés pour la fabrication des aimants permanents et comme élé- 
ments de stockage d'information dans des calculateurs électroniques 
digitaux. Les ferrites du type MnO-Mg-Fe,0, obtenus à partir des 
poudres par frittage à haute température présentent une boucle d’hys- 
térésis rectangulaire et ont de grandes valeurs du champ coercitif. 

Origine des propriétés magnétiques des ferromagnétiques. — Les 
propriétés ferromagnétiques des corps résultent des forces d’interac- 
tion importantes qui s'exercent entre les moments magnétiques des 
atomes dans certains réseaux cristallins. Ces forces prédéterminent 
une orientation relative des moments qui tendent à s’aligner parallè- 
lement ou antiparallèlement les uns aux autres. Une orientation paral- 
lèle des moments magnétiques provoque l'apparition du ferromagné- 
tisme, alors qu’une orientation antiparallèle donne naissance à l’an- 
tiferromagnétisme (si les moments magnétiques sont égaux en valeur} 
ou au ferrimagnétisme (si les moments voisins antiparallèles ont 
des valeurs différentes). 

Des types intermédiaires d'orientation des moments magnétiques 
voisins sont également possibles, pourtant, bien que la colinéarité 
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n’est pas observée, la disposition ordonnée des moments s'étend sur 
un nombre considérable d'atomes. La fig. 7.21 montre les principaux 
types de structures magnétiquement ordonnées : a) ferromagnétique 
simple ; b) antiferromagnétique simple; c) ferrimagnétique ; d) trian- 
gulaire ; e) ferromagnétique faible; f) antiferromagnétique à faible 
colinéarité; g) simple en hélice; k) ferromagnétique en hélice. Une 
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étude détaillée a montré que les moments magnétiques provoquant 
l'apparition du ferromagnétisme ont leur origine dans les spins. 

Les ferromagnétiques sont des métaux à couches électroniques 
internes incomplètes et se recouvrant légèrement. Le nombre de subs- 
tances qui satisfont à cette condition est relativement petit. Quand 
les couches électroniques se recouvrent, il s'établit entre elles des 
forces d'interaction d'échange analogues à des forces qui détermi- 
nent la liaison covalente. Comme il ressort des formules établies au 
$ 7.2, l'orientation des spins énergétiquement avantageuse est anti- 
parallèle lorsque l'intégrale d'échange est négative et parallèle lors- 
que cette intégrale est positive. Le signe de l'intégrale d'échange se 
détermine par la structure du réseau cristallin. Pour de fortes distan- 
ces interatomiques il est en règle générale positif, ce qui conduit à 
l'alignement parallèle des spins et donc aux propriétés ferromagné- 
tiques. 

Pourtant, en l'absence d’un champ magnétique extérieur, le 
moment magnétique résultant d’un ferromagnétique est nettement 
inférieur à la somme des moments magnétiques des atomes. Ceci a con- 
duit à supposer que les substances ferromagnétiques sont divisées 
en régions (domaines) dans les limites desquelles les moments magné- 
tiques sont parallèles l’un à l’autre, mais les domaines voisins ont 
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des moments magnétiques de directions différentes (fig. 7.22), de 
sorte que l’aimantation résultante du cristal peut être nulle. 
L'énergie magnétique emmagasinée dans un cristal est proportion- 
nelle à son volume et donc, au point de vue énergétique, la division 
du cristal en régions distinctes est 
avantageuse (fig. 7.23, a à c). Les 
moments magnétiques des domaines 
voisins doivent étre antiparallèles 
sinon les lignes de force magnétique 
à l'extérieur des domaines se ferme- 
raient suivant un trajet plus long. 
Pourtant le processus de division ne 
peut se poursuivre indéfiniment, car 
pour de petites dimensions des domai- 
nes le rôle des forces d'interaction 
d'échange, qui s'exercent le long de 
la surface des domaines en contact 
et tendent à assurer une orientation one 
parallèles des spins, devient de plus 
en plus grand. L'énergie de l'interaction d'échange est propor- 
tionnelle à la surface du domaine. Il s'établit finalement un équi- 
libre des forces correspondant au minimum d’énergie et déterminant 
une dimension stable du domaine (de l’ordre de 10-* à 10-7 m). 
Expérimentalement, la structure en domaines des substances 
ferromagnétiques peut être étudiée à l’aide des figures en poudres. 
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a) 5) c) d) 


Une goutte de suspension colloïdale contenant des particules ferro- 
magnétiques de très petites dimensions (10-8 à 10-7 m) est déposée 
à la surface polie d’un solide ferromagnétique. Les particules ferro- 
magnétiques se concentrent aux endroits où les frontières des domaines 
coupent la surface, car dans ces régions les moments magnétiques 
ne sont pas compensés et il y a donc des champs magnétiques loca- 
lisés très intenses. La taille et la forme des domaines peuvent être 
ensuite observées au microscope ou à l’aide de clichés microphoto- 
graphiques. Il existe aussi des méthodes d'observation de la struc- 
ture en domaines basées sur l'irradiation d’un corps ferromagnétique 
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par la lumière polarisée. Les moments magnétiques des domaines voi- 
sins font varier différemment le plan de polarisation de la lumière 
lors de sa réflexion sur la surface du corps. de sorte que la brillance 
des domaines observés à l’aide d’un analyseur sera différente. 

À la frontière du cristal, les domaines présentent une forme trian- 
gulaire prismatique (fig. 7.23, d). Le flux magnétique se ferme 
donc à l’intérieur du cristal en assurant le 
minimum d'énergie magnétique. L’aniso- 
tropie du réseau cristallin influe sur la dis- 
position des moments magnétiques des 
domaines en les forçant à s'orienter de 
préférence le long de certains axes du cris- 
tal qui déterminent la direction de facile 
aimantation. Le passage d'une orientation 
a) déterminée des moments de spin à l’o- 

rientation opposée se produit sur la fron- 
tière entre les domaines. Ce passage n’est 
pas instantané, il se produit progressive- 
ment sur une longueur déterminée de l'or- 
æ dre de plusieurs centaines de distances 
interatomiques. La région sur la frontière 
du domaine où se produit la rotation des 
moments de spin est appelée la paroi de 

Bloch. 
3) Sous l’action d’un champ magnétique 
extérieur appliqué, les moments magné- 
tiques commencent à s’aligner suivant la 
direction de 4£ et ce processus s'effectuera 
différemment selon la valeur de l’intensité 
du champ. Considérons à titre d’exemple 
le cristal le plus simple composé de quatre 
domaines (fig. 7.24, a). En l'absence de 
champ extérieur le moment magnétique 
résultant du cristal est nul, mais il com- 
mence à croître et atteint sa valeur de satu- 
Fig. 7.24 ration lorsque l’intensité du champ ma- 

gnétisant augmente. 

Dans de faibles champs magnétiques, l’augmentation de 4 
provoque un déplacement progressif des frontières des domaines 
(fig. 7.24, b). La dimension du domaine Z dont l'orientation du mo- 
ment magnétique est voisine de la direction de $ croît au détriment 
des autres domaines, ce qui est énergétiquement avantageux et le 
moment magnétique de ce domaine augmente parce qu’il se détermine 
par son volume (partie O-a-b de la courbe d’aimantation sur la 
fig. 7.18). Dans cette étape, la direction des moments magnétiques 
ne varie pas. Sur la partie O-a le processus d'aimantation est ré- 
versible et lorsque l'intensité de champ “# décroît jusqu'à zéro, l’ai- 
mantation du cristal s’annule elle aussi. Sur la partie a-b le processus 
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s'effectue par sauts et est irréversible: l’annulation de l'intensité 
dt ne détruit pas l’aimantation rémanente. La cause de la variation 
par sauts des frontières des domaines est constituée par les diverses 
irrégularités du cristal sur lesquelles s'arrête le mouvement des parois 
des domaines. Pour surmonter par saut un défaut du réseau il est 
nécessaire d'augmenter l'intensité du champ et donc l'énergie du 
domaine. 

L'’irréversibilité de l’aimantation s'explique par une dépendance 
complexe de l’énergie vis-à-vis de la position des frontières des do- 
maines, dépendance qui se caractérise par l'existence de plusieurs mi- 
nimums. Si, après l’aimantation, l'énergie correspond à un des mini- 
mums, le système ne peut pas quitter cet état et revenir spontané- 
ment, sans action extérieure, à l’état initial. 

La partie b-c correspond à la rotation du vecteur aimantation. 
Vers le début de cette rotation le domaine 7 occupe tout le volume 
du cristal et une croissance ultérieure de 1/,, est liée à la réorientation 


du moment magnétique le long de la direction de &£ (fig. 7.24, c). 
Au point c. le ferromagnétique atteint une saturation dite technique 
mais l’aimantation accuse tout de même une certaine croissance lors- 
que l'intensité 4£ augmente. Ce phénomène lié à la suppression de 
l'influence de l'agitation thermique des atomes qui s'oppose à l’ali- 
gnement des moments magnétiques s'appelle le paraprocessus. Le para- 
processus joue un rôle particulier au voisinage du point de Curie où 
le nombre de moments magnétiques « éparpillés » par l’agitation ther- 
mique des atomes augmente de façon appréciable. 

Quand &£ — co, l'aimantation tend vers M, (T = 0), c'est-à- 
dire vers l’aimantation à saturation absolue. 

Dans les substances antiferromagnétiques, l’aimantation spon- 
tanée à T = 0 est nulle parce que les moments magnétiques sont 
antiparallèles et y, = 0, mais lorsque la température s'élève et 
l’arrangement ordonné des moments est troublé, les conditions de 
compensations mutuelles cessent d’être satisfaites, ce qui conduit à 
une croissance de y»- 

La classe de corps ferromagnétiques comprend: Fe. Co. Ni. Gd, 
les terres rares à couche 4f incomplète. les alliages et les composés 
de ces éléments ainsi que les alliages de Geisler représentant des com- 
posés de Cr et Mn avec des corps non ferromagnétiques. 

Les représentants typiques des antiferromagnétiques sont Cr. 
Mn et certains oxydes et sels des métaux de transition. par exemple, 
MnO. FeO. CuCI. 

Films ferromagnétiques. Aimants constitués de poudres. — Les 
films ferromagnétiques minces sont largement utilisés dans les circuits 
microélectroniques. Ils sont obtenus en règle générale àYpartir des 
alliages de divers métaux (Fe-Ni ou Mn-Bi par exemple) par évapo- 
ration d’une couche de quelques micromètres d'épaisseur sur un 
substrat non magnétique rigide porté à une température convenable. 
L’évaporation se fait soit sous un certain angle par rapport à la sur- 
face du support. soit dans un champ magnétique statique qui assure 
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l'orientation appropriée. Dans les deux cas on réalise des films à 
anisotropie marquée des propriétés magnétiques et à orientation dé- 
terminée de la direction de facile aimantation. Les films ferromagné- 
tiques peuvent également s’obtenir par d’autres méthodes: dépôt 
électrolytique, pulvérisation cathodique, réduction chimique du 
métal à partir d’une solution de sels, etc. 

Les films ferromagnétiques minces présentent une structure en 
domaines telle qu’un seul domaine s'étend généralement sur toute 
l'épaisseur du film. Les parois des domaines sont perpendiculaires 
au support et « découpent » le film en un grand nombre de parties 
{jusqu’à 105 domaines par 1 cm°). 

Le renversement de l’aimantation des domaines dans les films 
ferromagnétiques minces est lié uniquement à la rotation du vecteur 
aimantation et non au déplacement des frontières des domaines, si 
bien que le temps de réorientation des moments magnétiques dans 
les films est très petit (—10-8s). Les éléments en films minces peuvent 
donc être utilisés dans les mémoires des calculateurs électroniques 
et dans les amplificateurs à haute fréquence où une haute rapidité 
de réponse est exigée. Dans les cellules de mémoire, chaque domaine 
peut servir de porteur d’une unité d’information. 

Comparés aux ferrites, les films ferromagnétiques minces pré- 
sentent les avantages suivants: la compacité. la haute rapidité de 
réponse, la faible consommation d'énergie, la solidité et la stabilité 
thermique. 

De nos jours, on utilise de plus en plus largement des aimants per- 
manents à base de particules ferromagnétiques très fines (aimants 
constitués de poudres). Si la particule a des dimensions inférieures à 
une certaine valeur critique (pour Fe inférieures à 10-8 m), elle ne 
contient qu’un seul domaine et le renversement de son aimantation 
est lié à la rotation du vecteur aimantation qui se produit pour des 
intensités du champ extérieur beaucoup plus élevées que dans le cas 
du déplacement des frontières des domaines. C'est pourquoi les ai- 
mants constitués de poudres possèdent une force coercitive très 
élevée et un cycle d'hystérésis large ; ils présentent aussi l'avantage 
de permettre de réaliser les pièces polaires des configurations les 
plus compliquées. 

Magnons. — Il convient de signaler spécialement l'influence 
de la température sur la structure magnétique des corps ferromagné- 
tiques. Lorsque la température s'élève, l'alignement parfait des 


moments magnétiques commence à être troublé. Pour T<+6c 


ce phénomène a un caractère particulier. 

Le défaut de parallélisme de deux moments magnétiques de spin 
provoqué par l'agitation thermique ne peut être local, car tous les 
moments de spin sont liés l’un à l’autre par les forces de l'interaction 
d'échange. La réorientation d’un des moments de spin entraîne une 
réorientation successive des moments voisins de sorte qu’une telle 
excitation du système peut se propager dans le cristal sous forme d’une 
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onde dite de spin de mème que l'écart d'un des atomes du réseau par 
rapport à la position d'équilibre donne lieu au mouvement des ondes 
élastiques. Les ondes de spin se çaractérisent elles aussi par une ré- 
partition déterminée suivant les fréquences, ce qui conduit à diffé- 
rentes branches d'oscillations selon le mode d'excitation. Les bran- 
ches « acoustiques » sont excitées par des vibrations thermiques ou 
des champs magnétiques à haute fréquence de faible intensité, et 
les branches « optiques » par des quanta de rayonnement infrarouge. 

L'énergie des ondes de spin est quantifiée si bien que ces ondes 
peuvent être considérées comme le mouvement de quasi-particules 
appelées magnons possédant une fréquence déterminée w, une quasi- 
impulsion p — Àk et une énergie € — fo. La loi de dispersion € (k) 
est définie par la structure magnétique du ferromagnétique. Les 
magnons obéissent à la statistique de Bose-Einstein (v. $ 5.2). 

Lorsque la température s'élève. le nombre de magnons croît pro- 
portionnellement à 7%?, par conséquent, l’aimantation à saturation 
décroît suivant la loi des deux tiers de Bloch (fig. 7.20): 


M,(T) _, T \23/2 ee 
= 1—4(&) (7.73) 


Ici, À est une constante dépendant de la nature de la substance. 

Vu que la réorientation des moments de spin exige une dépense 
d'énergie. les magnons augmentent la capacité calorifique des corps 
ferromagnétiques. Leur contribution est surtout notable à basse 
température lorsque la capacité calorifique, due aux phonons et pro- 
portionnelle à 7%, décroît rapidement. 

Résonance magnétique. — L'étude du comportement d’un corps 
solide dans un champ magnétique à haute fréquence constitue une 
branche autonome de la physique et ses résultats sont largement uti- 
lisés pour la détermination des propriétés des structures cristalline 
et électronique de la substance. Les différentes méthodes utilisées 
pour cette étude sont réunies par une idée commune: la substance à 
étudier est placée dans un champ magnétique statique 4 et en même 
temps est soumise à l’action d’un champ électromagnétique faible 
de fréquence w. On observe. pour des valeurs déterminées de 4 et 
& l’absorption résonnante par la substance de l'énergie à haute fré- 
quence. 

On distingue les principaux types suivants de résonance magné- 
tique : la résonance diamagnétique (cyclotronique), la résonance ma- 
gnétique nucléaire (RMN), la résonance paramagnétique électronique 
(RPE), la résonance ferromagnétique et la résonance antiferromagné- 
tique. 

La résonance cyclotronique (Dorfman, 1951) est liée au mouvement 
des électrons libres du corps qui suivent dans un champ magnétique 
statique des trajectoires fermées autour de la direction de 4£ à la 
fréquence ©, = eB,/m.. Lorsque la fréquence du champ HF coïncide 
avec la fréquence w.. les électrons commencent, sous l’action de la 
composante électrique du champ électromagnétique, à accumuler de 
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l'énergie en décrivant dans ce cas une spirale à pas croissant comme 
dans un cyclotron. La condition nécessaire d'absorption de l'énergie 
par le corps est que le libre parcours moyen de l'électron doit être 
plus grand que la période d'oscillation du champ HF, sinon les élec- 
trons n'arriveront pas à accumuler de l'énergie entre deux collisions 
consécutives et la condition de synchronisme ne sera pas réalisée. 
Les fréquences de résonance cyclotronique correspondent à la gamme 
des ondes centimétriques (—10* MHz). La réalisation de la résonance 
cyclotronique se heurte à des difficultés particulièrement grandes lors 
de l'étude des métaux, car la profondeur de pénétration du champ 
électromagnétique est dans ce cas très faible. La résonance ne peut 
être obtenue que si le vecteur est rigoureusement parallèle à la 
surface du métal. 

Les méthodes de la résonance paramagnétique électronique (Zavoï- 
sky, 1944), et de la résonance magnétique nucléaire (Parcell et Bloch, 
1946) sont basées sur l'interaction des moments magnétiques de spin 
des électrons ou des noyaux avec un champ magnétique. L'énergie 
d'interaction entre un moment magnétique pu, et un champ 4 est 
U = —u,B; = —un,B,. Comme la projection du moment magné- 
tique sur la direction du champ est une grandeur quantifiée. l’éner- 
gie d'interaction ne peut prendre que des valeurs discrètes. Dans un 
champ magnétique, les niveaux d'énergies permises se décomposent 
suivant le nombre de projections possibles du moment magnétique 
et la différence entre les valeurs voisines de l'énergie est égale à 
gusP, pour le moment magnétique de l’électron et à gu ,B, pour 
le moment magnétique du noyau (ur et px étant le magnéton de 
Bohr et le magnéton nucléaire respectivement). En l'absence de 
champ HF les moments magnétiques s'orientent de telle sorte que 
l'énergie de leur interaction avec le champ magnétique soit mini- 
male. Le champ HF fournit une énergie supplémentaire et si l’on 
réalise la condition © = gugP, pour la résonance paramagnétique 
électronique ou #w = gu\B, pour la résonance magnétique nucléai- 
re, l'orientation du moment magnétique peut varier si bien que 
l'électron ou le noyau passera à un niveau d'énergie plus haut. Lors 
de la transition inverse l'énergie excédentaire sera transférée au ré- 
seau (interaction spin-réseau), ce qui signifie qu'à la résonance le 
corps absorbe de l'énergie. La condition de résonance est réalisée 
soit en faisant varier 4 à fréquence «w constante, soit en faisant va- 
rier 6 à l'intensité de champ constante. Pour des valeurs de l'intensité 
de champ 4 couramment utilisées, les fréquences de résonance para- 
magnétique électronique se situent dans la gamme de micro-ondes 
(105 à 10% MHz). alors que celles de résonance magnétique nucléaire 
sont généralement comprises entre 1 et 10 MHz car up/ux Æ 10%. 

La situation qui se produit lors des résonances ferromagnétique 
et antiferromagnétique (Arkadiev, 1913) se complique par suite des 
actions mutuelles entre les moments magnétiques de spin qui con- 
duisent à l'apparition d'un champ magnétique interne de forte in- 
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tensité dont l'induction 7, est beaucoup plus grande que celle du 
champ extérieur. La condition de résonance s'écrit maintenant sous 
la forme fo = gupBerr et les fréquences de résonance atteignent 10 
à 105 MHz. Dans un champ magnétique il se crée des ondes de spin de 
k = 0, ce qui correspond à une précession, uniforme dans tout le 


volume, du vecteur aimantation autour de la direction de 4£. Dans 
le cas considéré ce ne sont pas des moments magnétiques distincts 
des électrons ou des noyaux qui oscillent mais tous les spins liés 
entre eux par les forces d'interaction d'échange, c’est-à-dire que les 
oscillations ont un caractère collectif. L'absorption résonnante qui 
intervient lorsque © devient égale à la fréquence de précession est 
presque 10% fois plus forte que lors de la résonance paramagnétique 
électronique. La fréquence de résonance dépend de l'orientation du 


vecteur &£ par rapport aux axes du cristal et de la structure en do- 
maines de l'échantillon. 

L'application des méthodes de résonance permet de déterminer 
la grandeur des moments magnétiques des électrons et des noyaux 
et comme la position et la forme des pointes de résonance sont affec- 
tées par des champs dus aux atomes voisins, le mécanisme physique 
du phénomène se complique et son interprétation permet de se faire 
une idée de la structure tant des molécules complexes distinctes que 
du cristal dans son ensemble. 


CHAPITRE 8 


INTRODUCTION À LA THÉORIE ÉLECTRONIQUE DU SOLIDE 


$ 8.1. Bandes d'énergie dans un cristal 


Les différences substantielles entre les propriétés électriques des 
corps solides s'expliquent par des particularités du comportement 
des électrons des atomes constituant le cristal. L’action mutuelle des 
atomes voisins conduit à la décomposition des niveaux d'énergie per- 
mis et à leur transformation en bandes d'énergie dont la structure con- 
ditionne en grande part les propriétés du cristal. 

Equation de Schrôdinger pour un cristal. — Une étude mathéma- 
tique rigoureuse du comportement des électrons dans un solide exige 
de résoudre l'équation de Schrüdinger pour un système d'électrons et 
de noyaux: 


ih = =HAY, (8.1) 


où Y est la fonction d'onde du système ; FH, l’'hamiltonien tenant com- 
pte tant de l'énergie cinétique des électrons et des noyaux que de l’é- 
nergie potentielle d'interaction des particules l’une avec l’autre. 

Cependant les notions fondamentales sur le spectre d'énergie peu- 
vent s’obtenir également en considérant un schéma simplifié sta- 
tionnaire, c'est-à-dire une sorte de cliché instantané du cristal dans 
lequel l’évolution temporelle du système n’est pas étudiée. Dans ce 
cas l'expression (8.1) se transforme en équation stationnaire de Schrô- 
dinger : 


HYo = ErotŸo (8.2) 


où Et est l'énergie totale du système de particules constituant le 
cristal; Y,, la fonction d'onde du système de particules dans l’état 
stationnaire, dépendant des coordonnées de tous les électrons et 
noyaux : 
2 2 
Le A+ DE: Maa Ae+7 2 = D : 22 CL 
Tr 


HU, (R, Ro, Rs, ce.) HU (ru os Far ces Ras Ros Run ce). (8.3) 
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Ici, m. est la masse de l’électron ; H/,,, la masse des atomes de l'espè- 
ce «æ; A; et À, sont les opérateurs de Laplace; r,, Fr. ra. ..., R. 
R:, R3, - .., les coordonnées des électrons et des noyaux; rx la 
distance entre les j-ième et k-ième électrons ; U,, U’, l'énergie poten-- 
tielle d'interaction entre les noyaux et entre les électrons et les noyaux. 


Les trois premiers termes dans l'expression de l’hamiltonien # 
traduisent respectivement l'énergie cinétique des électrons et des. 
noyaux ainsi que l'énergie potentielle d'interaction des électrons 
l’un avec l’autre. Le carré du module de la fonction d'onde | Y, |* 
définit la densité de probabilité de la présence dans l’espace de tous. 
les électrons et des noyaux du réseau. 

La solution générale de l'équation (8.2) contenant près de 10°: 
variables étant actuellement impossible à trouver, on doit introduire: 
certaines hypothèses simplificatrices. 

1. Comme M,, > m, et, à l'état d'équilibre, les énergies ciné-- 
tiques moyennes des électrons et des noyaux ont des valeurs d’un 
même ordre de grandeur, les vitesses des noyaux sont beaucoup plus. 
petites que celles des électrons, on peut donc les négliger et considé- 
rer le comportement des électrons dans le champ d’un réseau de- 
noyaux au repos (approrimation adiabatique). Des phénomènes liés au 
mouvement des atomes ou des ions (diffusion, conduction ionique, 
etc.) ne peuvent pas être étudiés à l’approximation adiabatique. 

2. L'énergie d'interaction d'un électron avec les autres électrons: 
du réseau est remplacée par l’énergie d'interaction de l'électron avec 
un certain champ représentant le champ moyen dû aux autres élec- 
trons (champ self-consistent ou autocongruent). Ceci permet de ne pas: 
étudier l'interaction de chaque paire d’électrons et de considérer le- 
gaz électronique comme un système de particules indépendantes. 
La période du champ moyen des électrons est la même que celle du 
champ nucléaire. Ainsi le problème se ramène à étudier le comporte- 
ment des électrons dans un certain champ de potentiel périodique 
U (r) constitué par le champ des noyaux et le champ moyen des élec- 
trons et ayant une période égale à la constante du réseau (approxi- 
mation à électron unique). 

Les approximations adiabatique et monoélectronique permettent. 
d'écrire l'équation de Schrüdinger pour un seul électron du cristal 
sous la forme 


[-Æa+u ml] =Et(. (8.4) 


où 4, (r) est la fonction d'onde de l'électron; E, l'énergie de l’élec- 
tron dans le réseau. 

Comme il a été montré par Bloch, la fonction d'onde d'un élec-- 
tron dans un réseau périodique peut être cherchée sous la forme 


Vo (r) = @ (r) eikr, (8.5): 


où œ(r) est une certaine fonction périodique dont la période est. 
égale à la constante du réseau ; k le vecteur d'onde. 
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Une détermination exacte de la fonction U (r) se heurte à de gran- 
des difficultés et pour l'analyse des lois fondamentales qui régissent 
le comportement des électrons dans le réseau on a recours à des modè- 
les simplifiés. En particulier. on considère deux cas extrêmes possi- 
bles de l'interaction des électrons avec le réseau déterminés par les 
forces d'interaction des électrons 
avec les noyaux et par leur énergie 
cinétique. Dans l’approrimation du 
couplage faible. on suppose que 
l'énergie potentielle d'interaction 
de l’électron avec le champ pério- 
dique du réseau est beaucoup plus 
petite que l'énergie cinétique de 
l'électron et que l'influence du ré- 
seau est analogue à une perturbation 
périodique de faible valeur apportée au mouvement des électrons 
libres. Il est évident qu'une telle approximation reflète le mieux 
possible le comportement des électrons de valence faiblement liés 
aux noyaux. L'approzimation du couplage fort suppose au contraire 
que l'énergie d'interaction de l'électron avec le noyau est bien supé- 
rieure à l'énergie cinétique et que l’état de l’électron ne diffère que 
très peu de son état dans un atome isolé. Il s’agit donc des électrons 
‘des couches internes fortement liés aux noyaux du réseau. 

Modèle de Kronig-Penney. — Le modèle le plus répandu d'un 
cristal utilisant l'approximation du couplage faible est celui de 
Kronig-Penney représentant une structure régulière de puits de po- 
tentiel carrés, c’est-à-dire un modèle du cristal unidimensionnel 
(fig. 8.1). 

L'équation de Schrôüdinger pour le modèle unidimensionnel s’écrit 
sous la forme suivante: 


Fe sa me [E —U (x)] Yo = 0. (8.6) 


En partant de (8.5), on cherche sa solution sous la forme 
Yo (x) = q (x) eïks, (8.7) 


où œ(r) = q(x na). 
Si l’on reporte (8.7) dans (8.6), on obtient l'équation par rapport 
à œ(x): 


d® . 2 e 
+ RP + PE — EU (2190, (8.8) 


où Ex = k°k°;/2m,. Pour la région 0 << x << d, cette dernière équa- 
tion a pour solution 


Pi = Aeït@-kz.- Be-ia+kix, (8.9) 
où &œ = (2m.E/h°)?. 
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Dans la région d << x << d + b sa solution est 
pe = Cet ix + De-B+ike, (8.10) 
Ici, B —= [2m, (U, — E) h°1V2. 

Pour déterminer les constantes À, B, C et D, il faut « raccorder » 
les solutions aux frontières des régions, c'est-à-dire assurer la conti- 
nuité de la fonction q et de sa dérivée dp'dr le long de la ligne de puits 
de potentiel. En outre. la condition de périodicité de période a 
doit être réalisée. On peut donc écrire un système d'équations 


Ln lx=0 = Polx=0s 


du = de 

dx |x-0 dz |x=o” (8.11) 
Galxzd = Qolxz es | 

AU de 


dx [xd dx Re J 

qui se transforme, après l’introduction des fonctions q, et ç., en un 

système d'équations homogènes linéaires par rapport à À, B, Cet 
qui comporte des solutions non nulles si le déterminant du système 


Ce N Bbsin ad chfibcosad—cosk(d+b)—0 (8.12) 


2aÿ 


est nul. 

Pour simplifier le problème supposons que les barrières de poten- 
tiel aux frontières des puits possèdent la forme de la fonction delta, 
c'est-à-dire faisons tendre b vers zéro tout en augmentant indéfini- 
ment l’, mais de telle sorte que le produit U,b reste constant. Dans 
ce cas la largeur de chaque puits de potentiel deviendra égale à la cons- 
tante du réseau et la condition (8.12) prendra la forme 


sin &a 
P 


2e + cos œa = cos ka, (8.13) 
où 
P= lim ee 
bb 
U, 0 


La solution de l'équation (8.13) donnant la valeur de « liée à 
l'énergie £ de l’électron permet de déterminer la fonction Æ (k) pour 
un électron dans le réseau cristallin. 

La courbe traduisant le premier membre de l'équation (8.13) 
est représentée sur la fig. 8.2. Comme le second membre de cette équa- 
tion ne peut pas être en valeur absolue supérieur à l'unité (| cos ka|< 
< 1), cette équation ne peut avoir une solution que pour des valeurs 
de œa pour lesquelles la fonction représentée à la fig. 8.2 se situe 
dans les limites de —1 à -+-1. Ces régions des valeurs permises de aa 
et donc des valeurs permises de l'énergie sont représentées en gras. 
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Ainsi la solution de l'équation de Schrôdinger pour un réseau 
périodique conduit à la division de tout le spectre d'énergie des élec- 
trons en régions de valeurs permises de l’énergie (bandes d'énergie 
permises) qui sont alternées avec des régions de valeurs interdites 
(bandes d'énergie interdites). Puisque la longueur des tronçons permis 


sinæœ a 
p an 


+C05«a 


Fig. 8.2 


augmente lorsque &a augmente (v. fig. 8.2), on peut affirmer que plus 
haut est disposée une bande d’énergie permise, plus grande est sa 
largeur. 

La ligne de puits de potentiel carrés est un des modèles simplifiés 
possibles du cristal. On peut, par exemple, supposer que la distribu- 
tion U (x) ait une forme sinusoïdale mais dans ce cas aussi le 


! 
L E E 


Fig. 8.3 


spectre d'énergie aura une structure en bandes. Dans la fig. 8.3, a, 
les courbes en gras traduisent la fonction Æ (k) pour un électron placé 
dans une structure périodique unidimensionnelle. On peut considérer 
avec une approximation suffisante que sur chacun des tronçons cette 
fonction suit une loi cosinusoïdale. Les lignes en traits interrompus 
montrent l'allure de la même fonction pour un électron libre. Le 
graphique montre que pour k = nn/a (n — +1, +2, +3, ...) la 
fonction £ (k) présente une discontinuité, ce qui signifie l'existence 
de bandes d’énergie interdites. 
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On peut montrer, par analogie avec les ondes thermiques se pro- 
pageant dans le cristal, que l’apparition des bandes d'énergieinter- 
dites est liée à la réflexion des ondes électroniques sur un réseau cris- 
tallin périodique. A de faibles vitesses des électrons correspondent 
les grandes longueurs d'onde de de Broglie bien supérieures à la 
constante du réseau. De telles ondes se propagent « sans s'aperce- 
voir » du réseau, si bien que le comportement des électrons dans la 
partie inférieure de la bande d'énergie est analogue à celui des élec- 
trons libres. Au fur et à mesure que la vitesse augmente, la longueur 
d'onde de l'onde électronique 
devient comparable à la cons- 
tante du réseau et lorsque la 
condition 2a sin 0 — nÀ est réa- 
lisée, les ondes électroniques 
se réfléchissent sur les plans ato- 
miques. En effet, compte tenu 
de ce que k = 2x/À la condition 
k=— nana peut s'écrire sous la 
forme n?. — 2a, ce qui n'est rien 
d'autre que la condition de Bragg Fig. 8.4 
de réflexion des ondes pour un an- 
gle d'incidence de 90°. Il en résulte 
deux types d'ondes stationnaires qui ont des énergies différentes et 
correspondent aux frontières supérieure et inférieure de la bande in- 
terdite. L’impulsion moyenne des ondes stationnaires et donc l’im- 
pulsion de l'électron aux frontières des bandes d'énergie est nulle. 
La variation de l’impulsion de l'électron dans le réseau en fonction 
de k est représentée sur la fig. 8.4. La fonction p = kk pour un élec- 
tron libre est montrée par la ligne en traits interrompus. 

Les frontières des bandes d'énergie permises sont déterminées par 
la valeur de la constante du réseau qui peut varier d'une direction 
cristallographique à l’autre. C’est pourquoi une région d'énergies 
interdites pour des électrons se déplaçant suivant l’une des direc- 
tions dans le cristal peut se trouver permise pour des électrons se 
déplaçant suivant une autre direction. On dit que dans ce cas il y a 
recouvrement des bandes d'énergie qui peut conduire à l'absence de 
bandes d'énergie interdites dans le cristal. 

Approximation du couplage fort. — A cette approximation on 
cherche la solution de l'équation (8.4) sous forme d’une combinaison 
linéaire de solutions pour un atome isolé et on étudie l’influence que 
le recouvrement mutuel des fonctions d'onde des électrons des atomes 
voisins a sur le spectre d'énergie. Comme le montre le calcul, l’inter- 
action d'échange conduit à la fission des niveaux d'énergie d'un 
atome isolé et à la formation des bandes d'énergie dans les limites 
desquelles l'énergie varie en fonction du nombre d’ondes suivant une 
loi périodique. L'intégrale d'échange se détermine par le degré d’in- 
terpénétration des couches électroniques. de sorte que la largeur des 
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bandes d'énergie plus hautes correspondant à des électrons des cou- 
ches périphériques excède la largeur des bandes plus basses. 

Dans un atome isolé, chaque niveau d’énergie est dégénéré, c'est-à- 
dire qu’à une même valeur de l’énergie correspondent plusieurs états 
quantiques différents. L'énergie ne dépend pas des nombres quanti- 
ques magnétique et de spin, elle se détermine uniquement par les 

nombres quantiques principal et orbital, 
a) ce qui signifie que le nombre d'états 
E quantiques correspondant à une même 
valeur de l'énergie (multiplicité de dé- 
générescence) est égal à 2(21+ 1). 
L'interaction d’échange lève la dégéné- 
rescence par rapport au nombre quanti- 
que magnétique. Chaque niveau se dé- 
compose en (27 + 1) sous-niveaux dont 
chacun peut contenir, en vertu du prin- 
cipe de Pauli, tout au plus des élec- 
trons ayant des spins opposés. 

Le recouvrement des fonctions d'onde 
des atomes voisins donne lieu à des 
passages réciproques des électrons d’un 
atome à l’autre. La probabilité pour 
que les électrons puissent franchir par 
effet tunnel les barrières de potentiel 
séparant les atomes s'en trouve net- 
tement accrue. La réduction du temps de 
présence d’un électron dans les limites 
d’un atome conduit à son tour à l’élargis- 
sement des niveaux d'énergie et à leur 
transformation en bandes d’énergie comme 
il résulte de la relation d'incertitude AE & fi/At. Pour les niveaux de 
basse énergie (couches électroniques internes) les fonctions d'onde 
des atomes adjacents ne se recouvrent pratiquement pas et la durée 
de vie de l’électron dans l’atome At & 10-8 s est incomparablement 
plus grande que pour des électrons des couches externes (10-15 s), 
si bien que la largeur des bandes de basse énergie ne diffère pratique- 
ment pas des niveaux des atomes isolés (—10-7 eV) et alors que la lar- 
geur des bandes supérieures est de l’ordre de plusieurs électrons- 
volts. Les fig. 8.5, a et b montrent la variation de la larseur des 
bandes d'énergie dans les atomes Li et Be en fonction de la distance 
entre noyaux (a étant la constante du réseau). 

La réunion de V atomes en un réseau cristallin lève également la 
dégénérescence de permutation qui consiste en ce que dans :V atomes 
isolés il existe N niveaux d'énergie identiques qui peuvent être occu- 
pés par les électrons. L'échange d'électrons dans le réseau lève la 
dégénérescence et provoque la décomposition du niveau en  sous-ni- 
veaux (sinon le principe de Pauli ne serait pas observé'lors de l’é- 
change d'électrons). La levée de la dégénérescence par rapport au 
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nombre quantique magnétique et de la dégénérescence de permuta- 
tion fait apparaître dans chaque bande d'énergie du cristal (21+ 1) N 
niveaux d'énergie situés l’un près de l’autre et capables de contenir 
2 (21 + 1) N électrons. Le degré de remplissage des bandes d'énergie 
par les électrons prédétermine le caractère des propriétés électriques 
du cristal. 

Ainsi les deux approximations permettent de conclure que le 
spectre d'énergie des électrons dans un cristal est constitué par des 
bandes d'énergie permises al- 
ternées avec des bandes d’éner- 14 
gie interdites et que chacune 
des bandes permises ne peut 
contenir qu'un nombre d’élec- 
trons rigoureusement  déter- 
miné. 

Si l'on tient compte du 
fait que la concentration des 
atomes dans un métal est 
de l’ordre de 10°8 m3, il se trouve que pour une largeur de la 
bande d'énergie de 10 eV l’espacement des niveaux est de 
10/1078 — 10-*7 eV. c'est-à-dire près de 10% plus faible que l'énergie 
d’agitation thermique 47. C'est pourquoi au point de vue de l’exci- 
tation de l’électron par des forces extérieures la bande d’énergie per- 
mise peut être considérée comme une bande quasi continue. La na- 
ture discrète des niveaux d'énergie n’est prise en compte que lors du 
calcul de la distribution des électrons suivant les valeurs possibles 
des énergies avec observation du principe de Pauli (chaque niveau 
d'énergie est occupé par deux électrons tout au plus). 

Zones de Brillouin. — Dans le modèle unidimensionnel du cris- 
tal, les domaines de variation du nombre d'ondes k correspondant 
aux frontières des bandes d'énergie permises étaient déterminés 
par l’expression k — na/a. Ces domaines sont appelés zones de Bril- 
louin. A la première zone de Brillouin correspond l'intervalle —x/a < 
<k</a, à la deuxième, l'intervalle —2xa << k << —x;a et 
a/a << k << 2n/a. ct ainsi de suite. Dans un cristal à trois dimensions, 
les zones de Brillouin déterminent les intervalles de variation du vec- 
teur d'onde k dans les limites des valeurs permises de l'énergie. 
Les frontières des zones sont des surfaces fermées dans le système de 
coordonnées k,, k,, k- (dans l'espace k). C'est le lieu géométrique 
des points caractérisant les valeurs du vecteur d'onde pour lesquelles 
la fonction £ (k) présente une discontinuité et des bandes d'énergies 
interdites apparaissent. La forme des surfaces est déterminée par les 
conditions de réflexion de Bragg des ondes électroniques sur les plans 
atomiques. c’est-à-dire par le type de symétrie de la structure cris- 
talline. Pour un réseau’ cubique simple, la première zone de Bril- 
louin a la forme d’un cube d'arête égale à x1/2a. pour les autres ré- 
seaux les formes des zones sont beaucoup plus compliquées. La 
fig. 8.6 montre à titre d'exemple les formes de la première zone de 
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Brillouin pour des réseaux cubiques simple (a), centré (b) et à faces 
centrées (c). 

La forme générale de la fonction d'onde #, (x) (8.7) reste inchan- 
gée lorsque le nombre d'ondes k est remplacé par k + n2n/a, car la 


. ei 

fonction e«* "” est une fonction périodique de période égale à la 
constante du réseau a. Une telle substitution laisse inchangés la forme 
de la solution de l'équation de Schrüdinger et le spectre d'énergie, ce 
qui signifie que la fonction E (k) est périodique, de période égale à 
n2n'a. Sur la fig. 8.3, a, la fonction E (k) est extrapolée périodique- 
ment. dans les limites des zones de Brillouin correspondantes, à 
d’autres zones, y compris à la première. Maintenant, pour étudier les 
particularités de la structure en bandes il suffit d'examiner la seule 
première zone de Brillouin qui s'appelle dans ce cas zone réduite. 
Dans le schéma des zones réduites la fonction Æ (k) est une fonction 
multivalente présentant pour k = 0 un minimum pour des zones 
impaires et un maximum pour des zones paires. 

Dans un cristal tridimensionnel ayant des constantes du réseau 
le long des trois axes égales à a,, a, et a, respectivement, les frontières 
des zones de Brillouin se déterminent par les conditions k, = n,1/a,, 
k, = nn/as, k, = nana; (n = +1; +2, ...), alors que les di- 
mensions par exemple de la première zone dans l’espace k le long 
des trois axes sont de 2x/a,, 2n/a,, 2n/a, respectivement, c’est-à- 
dire que la zone réduite de Brillouin est égale à 2x fois la maille élé- 
mentaire du réseau cristallin réciproque (les vecteurs b,, b, et b, 
figurant dans la formule (7.2) ont pour longueurs respectives 1/a;, 
1/a, et 1/a;). 

Dans des cristaux réels, la fonction Æ (k) est nettement plus com- 
pliquée. ce qui s'explique par des particularités de la structure pério- 
dique du réseau. En particulier, les maximums et les minimums de 
la fonction E (k) ne correspondent pas nécessairement au centre ou 
aux frontières des zones de Brillouin. 


$ 8.2. Mouvement des électrons dans un cristal 


Le mouvement de l’électron dans un cristal sous l’action d'un 
champ électrique extérieur € diffère nettement du mouvement d'un 
électron libre. Le fait est que dans le cristal l’électron est soumis non 
seulement à l’action du champ extérieur mais encore à des forces s’exer- 
çant de la part du réseau cristallin. Néanmoins, pour décrire le com- 
portement d’un électron du cristal dans un champ extérieur il est 
commode de représenter l’équation du mouvement sous la même 
forme que pour un électron libre, c’est-à-dire sous la forme de la deu- 
xième loi de Newton pour la force extérieure. 

La vitesse de l’électron dans Île cristal peut être représentée par 
la vitesse de groupe tr. du paquet d'ondes. De par la définition on a 


Ver = do/dk. (8.14) 
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En y portant w = E/h, on obtient 


4 dE 
Ugr = AK: (8.15) 


Pendant le temps dt l’électron parcourt un chemin v,, dt, si bien 
que le travail effectué par les forces de champ extérieur sur cet inter- 
valle a pour valeur 


dE = et vsrit. (8.16) 
Si l’on reporte (8.15) dans (8.16). on obtient 
RE et. (8.17) 


Dérivons r,- par rapport au temps 


dogr __1 d?E dk 
dt hi dk? dt 


et remplaçons dk/dt conformément à l'expression (8.17) 


dvgr dE €; 


Hi he pe (8.15) 
Après la substitution F = ef et 
+ __ 
M EIRE (8.19) 
la dernière égalité se ramène à la forme 
F=m* der É 


dt 


On a obtenu finalement l’équation du mouvement de l’électron 
dans le cristal sous la forme de l'écriture de la loi de Newton mais 
en remplaçant la masse par une certaine grandeur m* définie par 
l'égalité (8.19) et appelée masse effective. La masse effective tient 
compte de l’influence que les forces d'interaction de l’électron avec 
le réseau cristallin ont sur le caractère de son mouvement, mais à 
la différence de la masse ordinaire, elle ne peut pas servir de mesure 
de l’inertie. L'introduction de la notion de masse effective est justi- 
fiée du fait qu’en attribuant à l’électron la masse m*, on peut le con- 
sidérer comme étant libre et donc décrire son mouvement par les 
formules valables pour un électron libre sans tenir compte de l'in- 
fluence due au champ périodique du cristal. 

Si la fonction E (k) est anisotrape dans l’espace, la masse effective 
est un tenseur de composantes 


m}; és 


RS om mn ms 9 
97 d?E/dk; dk; ? (8.20) 


où i et j sont des coordonnées cartésiennes. 
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En pratique, on se sert de la masse effective scalaire en prenant 
la moyenne du tenseur de masse sur les éléments diagonaux. 

Pour un électron libre non soumis à l’action des forces exercées 
par le réseau on a E = p°/2m, — h*k?/2m,. En introduisant cette 
expression dans (8.19), on obtient m* — m,, c'est -à-dire que la masse 
effective d’un électron libre est égale à sa masse ordinaire. 

La valeur de la masse effective peut être mesurée par la méthode 
de la résonance cyclotronique étant donné que la fréquence cyclo- 
tronique pour un électron dans le solide w, — eB,/m*. En faisant 
varier la direction du champ magnétique statique et en mesurant 
&., on peut déterminer les composantes du tenseur de masse effective, 
ce qui permet d'estimer la structure de bandes du cristal. 

La masse effective de l’électron subit de brusques variations 
dans les limites de la bande d'énergie. On peut s’en assurer sur l’exem- 
ple de la première zone de Brillouin (v. fig. 8.3, b). Pour k = 0 
c'est-à-dire sur le bord inférieur de la bande, E — k° et m* — m,. 
Lorsque k augmente, la fonction Æ (k) commence à s'’écarter de la 
forme quadratique, la masse m* s'accroît et devient infiniment gran- 
de au point d’inflexion de la courbe E (k). L'existence d’une valeur 
infiniment grande de la masse effective signifie que l’électron n’ac- 
quiert aucune accélération sous l’action de la force extérieure. Dans 
des cristaux réels, la masse effective m* ne peut prendre une valeur 
infiniment grande que dans une direction déterminée, dans les autres 
directions sa valeur est finie. Lorsqu'on passe par le point d'’infle- 
xion, la masse effective varie brusquement de +oo à — et reste 
ensuite négative jusqu'à la frontière supérieure de la bande. Le 
signe négatif de la masse effective signifie que l’électron est accéléré 
dans une direction opposée à la force qui s'exerce sur lui de la part du 
champ extérieur, car l’action du réseau excède celle des forces du 
champ extérieur. 

Supposons qu’une bande d'énergie soit complètement remplie 
par les électrons et éliminons un électron situé sur l’un des niveaux 
supérieurs de cette bande. L’élimination de l’électron négatif et donc 
la libération du niveau qu’il occupait est équivalente à l'apparition 
dans cette bande d’une charge positive égale en grandeur à la charge 
de l’électron. La place de l’électron arraché peut être remplie par un 
électron voisin, ce qui correspond au déplacement de la charge posi- 
tive sur une nouvelle place. Du fait que l’électron est accéléré dans 
le sens opposé au champ extérieur (dans le haut de la bande d'énergie 
m* << 0), la charge positive qui se déplace dans le sens opposé à 
l'électron se comporte comme une particule de masse effective posi- 
tive. 

On peut donc conclure que l’état quantique non occupé par l’élec- 
tron dans le haut de la bande d'énergie est équivalent à une particule 
de charge positive +e et de masse effective positive égale en valeur 
absolue à la masse effective de l’électron qui occupait cet état quan- 
tique avant d'en être arraché. Une telle particule désignée sous le 
nom de trou joue un grand rôle dans la conductibilité électrique des 
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solides. 11 convient de souligner que le trou n’est pas une nouvelle 
particule réelle de charge positive mais une particule fictive, équi- 
valent de mouvement des électronS dans le haut d’une bande d'éner- 
gie. On peut cependant négliger ce fait lors des calculs et considérer 
que les trous sont des particules réelles chargées positivement et 
pouvant se déplacer dans les solides. 

La structure complexe des bandes d'énergie fait apparaître dans 
certains corps des trous de deux espèces dont les masses effectives sont 
nettement différentes. C’est ainsi par exemple que dans le germanium 
il existe en plus des trous ordinaires de m* Æ 0,28 m, encore près 
de 2,5 % de trous « légers » de m* = 0,044 m. 


$ 8.3. Métaux, diélectriques, semi-conducteurs 


Remplissage des bandes d’énergie par les électrons. — Suivant 
leur conductivité électrique les corps solides peuvent se ranger con- 
ventionnellement en trois groupes: les diélectriques ou isolants 
(o << 10-7 à 10-58 S'm), les conducteurs (a >> 10% à 107 S'm) et les 
semi-conducteurs, c'est-à-dire les subs- 
tances dont la conductivité occupe une E 
place intermédiaire entre celles des dié- 
lectriques et des conducteurs. Les diffé- 
rences substantielles entre les propriétés 
électriques des corps sont dues aux par- 
ticularités de leur structure de bandes 
d'énergie. 

La réunion de V atomes en un 
réseau cristallin conduit à la formation 
dans chaque bande permise de (21 + 1) N 
niveaux d'énergie, car chaque bande 
peut contenir tout au plus 2 (21 +1) N ; 
électrons. En même temps, le nombre ie 
élec n mèê emps, le 
d'électrons dans un cristal se détermine Fig. 8.7 
par leur nombre dans W atomes, de plus. 
en vertu des principes de la statistique, les électrons se trouvant 
dans l’état normal, non excité, tendront à occuper des niveaux 
avec l'énergie la plus faible. C’est ainsi que se trouveront occupés 
zN/2 niveaux énergétiques inférieurs, z étant le nombre d'électrons 
dans un atome. La fig. 8.7 montre comment les électrons peuvent 
remplir les bandes d'énergie permises. Suivant le type de remplis- 
sage des bandes on peut distinguer trois classes différentes de subs- 
tances. 

La première classe réunit les substances qui possèdent des bandes 
d'énergie permises soit complètement remplies par les électrons, soit 
non remplies, « vides » (fig. 8.7, a). Comme exemple on peut indiquer 
le cristal NaCI contenant NW ions Na* et N ions CI-. Chaque ion Na* 
contient deux électrons dans l’état 1s, deux électrons dans l'état 2s 
et six électrons dans l’état 2p, de sorte que le nombre total d'électrons 
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dans .V ions est égal à 10N. En même temps, les bandes 1{s, 2s et 2p 
du sodium contiennent 2V Ÿ (21; + 1) = 2N [(2-0 + 1) + (2-0 + 


J 

+ 1) + (2-1 + 1)] = 10N électrons, si bien que toutes ces bandes 
d'énergie seront complètement remplies. Une situation analogue 
s'observe pour le chlore. Chaque ion Cl- contient deux électrons dans 
chacun des états 1s, 2s et 3s el six électrons dans chacun des états 2pet 
et 3p. c’est-à-dire au total 18 électrons. et comme les bandes {s, 25, 
2p, 5s et 3p peuvent contenir au total 184 électrons, elles seront satu- 
rées. Dans l’état normal. non excité, la bande suivante (bande 3s 
pour le sodium) ne contient pas d’électrons et est séparée de la bande 
supérieure remplie par une distance énergétique de —8 eV. 

Dans les substances de deuxième classe (fig. 8.7. b), la bande 
supérieure occupée par les électrons n’est remplie que partiellement. 
Les représentants typiques de telles substances sont les métaux 
alcalins. L’électron de valence de l'atome Na est dans l'état 3s et 
lorsque .:V atomes de Na sont réunis en un cristal, la bande 3s peut 
comprendre 2N électrons tandis que le nombre total d'électrons est 
égal à V de sorte que la bande 3s ne sera remplie qu’à moitié. La 
fig. 8.5, a montre le diagramme des énergies d’un autre métal alcalin. 
du lithium (les parties. des bandes remplies par les électrons sont. 
hachurées). 

Enfin, on peut ranger dans nne troisième classe les substances 
dont la bande supérieure complètement remplie se recouvre avec la 
bande suivante libre en formant ainsi une bande unique partielle- 
ment remplie (fig. 8.7, c et 8.5, b). C'est ainsi par exemple que dans 
le cuivre la bande remplie 34 se recouvre avec la bande 4s remplie 
à moitié et avec la bande 4p « vide » en formant une bande unique 
particllement remplie dans laquelle la frontière supérieure des 
niveaux remplis se situe un peu plus haut que le bord supérieur de 
la bande 3d. Les principales substances de troisième classe sont avant 
tout les éléments du [1° groupe du Tableau périodique. 

Influence de la structure de bandes d’énergie sur la conducti- 
bilité électrique. — En l'absence de champ électrique extérieur, 
la répartition des électrons dans le solide est symétrique par rapport 
aux composantes de l’impulsion orientées dans des sens opposés et 
l'impulsion résultante des électrons est nulle. Le champ électrique 
tend à modifier la symétrie de la répartition par augmentation du 
nombre d'électrons dont l'impulsion est dirigée suivant le vecteur 
force agissant sur les électrons. Or, c'est ici que commencent à se 
manifester les particularités de la structure de bandes qui détermi- 
nent la possibilité ou l'impossibilité de changement de symétrie de 
répartition des électrons suivant les impulsions et donc la possibilité 
ou l'impossibilité d'apparition d’une impulsion résultante non 
nulle. ce qui correspond à la superposition au mouvement désordonné 
des électrons d’un mouvement d’ensemble (d’une dérive). 

L'augmentation de l'impulsion des électrons le long d’une 
direction quelconque est liée à la croissance de leur énergie et à leur 
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passage à des niveaux plus énergétiques. Pourtant dans les substan- 
ces de première classe le passage des électrons à des niveaux plus 
élevés sous l’effet du champ électrique ne peut pas s'effectuer car les 
bandes permises, libre et remplie, sont séparées par une bande 
interdite dont la largeur est beaucoup plus grande que l'énergie 
acquise par l’électron sur le libre parcours. En effet, le libre par- 
cours moyen de l'électron entre deux collisions consécutives est égal 
à — 10-8 m et l'énergie reçue par l’électron dans un champ d'’intensi- 
té de 10% V/m est de l'ordre de 10-* eV, alors que la largeur de la 
bande interdite se mesure par plusieurs électrons-volts. Ainsi dans les 
substances à bandes d'énergie complètement remplies le mouvement 
d'ensemble des porteurs de charge est impossible et de telles subs- 
tances sont des isolants (diélectriques). 

Dans les substances de deuxième et troisième classes, du fait que 
leurs bandes sont quasi continues les électrons situés dans des ban- 
des partiellement remplies peuvent augmenter leur énergie et parti- 
ciper au mouvement d'ensemble sous l'effet des champs même infi- 
mes. Ainsi l’existence d'une bande partiellement remplie transforme 
le corps en un conducteur de l'électricité (métal). 

Dans les substances de première classe, si la largeur de la bande 
interdite située entre la bande supérieure permise complètement 
remplie et la bande inférieure permise vide n'est pas grande, une 
partie des électrons peuvent. sous l'effet de l'agitation thermique 
même à la température ordinaire, franchir la bande interdite et pas- 
ser dans la bande vide et donc participer à la conductibilité électri- 
que. De telles substances sont dites semi-conducteurs. On convient 
d'admettre que dans les semi-conducteurs la largeur de la bande 
interdite n'excède pas 3 eV. alors que dans les diélectriques elle peut 
atteindre jusqu’à 10 eV. La bande remplie supérieure des semi- 
conducteurs et des diélectriques est appelée bande de valence et la 
bande permise non remplie qui la suit est appelée bande de conduc- 
tion. Dans les métaux, ces deux termes sont attribués à la bande 
partiellement remplie. 

Semi-conducteurs intrinsèques et extrinsèques. — Un semi-con- 
ducteur chimiquement pur, ne contenant pas d’impuretés, est appelé 
semi-conducteur intrinsèque. I] est pourtant pratiquement impossible 
de réaliser un réseau cristallin exempt de toute impureté. De 
surcroît, dans des cristaux réels la structure régulière du réseau est 
troublée par divers défauts de sorte que les semi-conducteurs intrin- 
sèques à l’état pur se rencontrent rarement. Dans la majorité écrasan- 
te des cas on a affaire à des semi-conducteurs dopés ou extrinsèques 
qui se caractérisent par la présence dans le réseau d’atomes d'impu- 
reté et de défauts d’autres types. 

La résolution de l'équation de Schrôdinger pour un cristal com- 
portant des défauts et donc caractérisé par des perturbations locales 
de la périodicité fait apparaître des fonctions 1, dont les valeurs ne 
sont différentes de zéro qu’aux endroits des défauts. Le diagramme 
principal des bandes d'énergie reste inchangé, mais il y a apparition 
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d'états électroniques localisés et de niveaux d'énergie localisés 
additionnels (niveaux d'impureté). Lorsque les électrons occupent de 
tels niveaux, ils se concentrent autour des défauts et cessent donc de 
se déplacer dans le cristal. Dans le diagramme énergétique, qui 
traduit la variation de l’énergie en fonction d’une coordonnée spatia- 
le, les niveaux d’énergie des impuretés sont figurés par des traits 
courts. Les niveaux d'énergie des atomes d'impureté peuvent se 
situer dans les limites des bandes remplies du cristal principal ou 
(ce qui a lieu plus souvent) dans les bandes interdites. Lorsque la 
concentration en atomes d'impureté est élevée, leur influence mutuel- 
le se manifeste par la décomposition des niveaux d'impuretés et la 
formation des bandes d'énergie des impuretés. 

Suivant le type d’atomes d’impureté et de substance du cristal 
on distingue deux types de semi-conducteurs extrinsèques. Leur 
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formation peut être illustrée par l'exemple suivant. Supposons que 
dans le réseau du germanium de valence quatre sont introduits les 
atomes d’un élément du cinquième groupe du Tableau périodique, 
de l’arsenic par exemple (fig. 8.8, a). Chaque atome de germanium est 
lié à quatre atomes les plus proches par les forces de liaison covalente 
en affectant pour l'établissement de chaque liaison un de ses quatre 
électrons de valence. La substitution de l'atome d'arsenic de valence 
cinq à un des atomes de germanium conduit à ce qu’un des électrons 
de l’atome d'impureté ne participe pas à l'établissement des liaisons 
covalentes et reste sur une orbite elliptique autour de l'ion d’impure- 
té en entourant au cours de son mouvement plusieurs atomes du 
réseau. L'influence du réseau sur la description de son mouvement 
se traduit par le fait que la masse de l’électron doit être remplacée 
par la masse effective et que dans l'expression donnant la force de 
son interaction avec l'ion d’impureté on doit introduire la permitti- 
vité relative du germanium e, — 16. Il en résulte une diminution 
de e° fois de l’énergie d'interaction et donc une croissance consi- 
dérable des dimensions de l'orbite. Il suffit maintenant de commu- 
niquer au cinquième électron d’arsenic une énergie de l’ordre de 0,01 eV 
pour l'arracher à l'atome et le transformer en un électron libre 
participant à la conductibilité électrique du cristal. Ainsi, au point 
de vue de la théorie des bandes. à l'atome d’arsenic correspond 
l'apparition d’un niveau d'énergie localisé situé dans la bande 
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interdite à environ 0,01 eV en dessous de la bande de conduction 
(fig. 8.8, b). Les niveaux d'impureté de l'arsenic sont remplis par des 
électrons qui peuvent, sous l’action d’une excitation extérieure, 
passer dans la bande de conduction. Les niveaux d’impureté à par- 
tir desquels les électrons peuvent être excités dans la bande de con- 
duction sont appelés niveaux donneurs (d'électrons) et le semi-con- 
ducteur correspondant est dit semi-conducteur de type n. 

L'introduction des atomes d’indium trivalent dans le réseau du 
germanium conduit à la formation d’un autre type de semi-conducteur 
dopé. Trois électrons de valence ne peuvent pas assurer les liai- 
sons covalentes avec quatre atomes de germanium de sorte qu’une 
des liaisons reste incomplète. Pourtant un des atomes de germanium 
peut céder son électron de valence pour combler cette liaison 
(fig. 8.8. c) ; le trou qui se manifeste dans l'atome de germanium peut 
être comblé par l’électron d’un atome voisin et ainsi de suite. Le 
trou est donc mobile et peut se déplacer à l’intérieur du réseau. La 
substitution des atomes d’indium aux atomes de germanium fait 
apparaître dans le diagramme énergétique des niveaux d'énergie 
localisés. non occupés, au voisinage de la bande de valence (à une 
distance d'environ 0,01 eV) qui peuvent être remplis par les électrons 
sous l'effet d’une excitation extérieure. La conductibilité électrique 
est assurée par les trous qui se forment dans la bande de valence 
(fig. 8.8, d). Les niveaux d'impureté qui peuvent être occupés par 
les électrons de la bande de valence sont appelés niveaux accepteurs 
(d'électrons) et le semi-conducteur correspondant est dit semi- 
conducteur de type p. 

Les niveaux d'impureté peuvent se situer aussi bien près de la 
bande de conduction ou de la bande de valence (niveaux peu profonds) 
que loin des frontières de ces bandes (niveaux profonds), de plus, 
un même type d’atomes d’impureté peut donner lieu à plusieurs ni- 
veaux profonds. Une augmentation importante de la concentration 
des atomes d'impureté peut conduire au recouvrement de la bande 
d'énergie des impuretés avec la bande permise si bien que l’ionisation 
de l’impureté n'exige pratiquement aucune dépense d'énergie. 


$ 8.4. Etats électroniques particuliers 
dans les cristaux 


Niveaux de Tamm. — Les cristaux ont une étendue finie et la 
présence de la surface trouble la périodicité rigoureuse des atomes. 
Il en résulte une modification de la structure des bandes au voisina- 
ge de la surface du cristal et l'apparition de niveaux d'énergie locali- 
sés supplémentaires près de la surface, dans la bande interdite. 
Tamm en est arrivé à cette conclusion en étudiant une ligne de lon- 
gueur finie de puits de potentiel rectangulaires (modèle de Kronig- 
Penney) aux extrémités de laquelle la hauteur des barrières de 
potentiel varie par rapport aux barrières à l’intérieur de la ligne. 
Dans un cristal tridimensionnel, les niveaur de Tamm se décomposent 
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pour former une bande superficielle et les fonctions d'onde des 
électrons se trouvant aux niveaux superficiels décroissent suivant 
une loi exponentielle à partir de la frontière du cristal, de sorte que 
les électrons ne peuvent s'éloigner de la frontière qu’à une distance 
non supérieure à la constante du réseau. Le nombre de niveaux de 
Tamm est comparable au nombre d’atomes superficiels et est égal 
à environ 10!? par { m° de surface. Ceci est très inférieur à la densité 
volumique d’atomes si bien que la structure en bandes du cristal 
reste, dans son ensemble, inchangée. 

En plus des niveaux de Tamm, le diagramme énergétique des 
cristaux réels contient dans la bande interdite des niveaux localisés, 
donneurs ou accepteurs, produits par les atomes superficiels des 
impuretés. Les niveaux énergétiques superficiels jouent un rôle 
notable dans les phénomènes se déroulant au contact entre un semi- 
conducteur et un métal ou un autre semi-conducteur ainsi que dans 
des dispositifs à semi-conducteurs en film mince (v. $ 9.7). 

Pièges. — Les diagrammes énergétiques des cristaux réels con- 
tiennent dans la bande interdite un grand nombre de niveaux d’éner- 
gie localisés liés aux défauts du réseau cristallin et capables de cap- 
ter les électrons ou les trous, c'est-à-dire de les empêcher de parti- 
ciper à la conductibilité électrique. Les pièges pour les électrons dans 
le voisinage de la bande de conduction et pour les trous dans le 
voisinage de la bande de valence sont appelés centres (niveaux) de 
piégeage ou de capture. Dans le cas des excitations thermiques faibles 
ils peuvent effectuer de multiples échanges de porteurs de charge 
avec la bande de conduction ou la bande de valence respectivement. 

En plus des centres de capture il existe des niveaux situés plus 
près du milieu de la bande interdite et capables de maintenir les 
électrons jusqu'à l'instant où ils se recombinent avec les trous. Un 
électron de la bande de conduction capté par un tel piège passe au 
bout d’un certain temps à un niveau libre dans la bande de valence; 
le piège sert donc de centre de recombinaison des électrons et des 
trous. 

Centres F et V. — Dans les cristaux ioniques, les défauts du 
réseau cristallin, liés à l'apparition de lacunes d'ions positifs ou 
négatifs, provoquent une perturbation localisée de la neutralité 
électrique et produisent un excès de charge positive ou négative 
à l'endroit de la lacune. Les nœuds vacants du réseau deviennent 
donc des pièges pour les électrons ou les trous. De tels défauts peu- 
vent affecter diverses formes mais les plus répandus sont les centres 
F, F' et V. 

On entend par centre F un électron capté par un nœud à charge 
négative qui apparaît par exemple lors du chauffage d’un sel dans des 
vapeurs de métaux alcalins. Dans les centres F’ un nœud vacant capte 
deux électrons. Le chauffage d'un sel dans des vapeurs d’haloïdes 
fait apparaître des nœuds vacants à charge positive capables de 
capter des trous et de former des centres V dans le cristal. 

Les électrons et les trous se trouvent dans les puits de potentiel 
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produits par le champ des ions qui entourent les lacunes et donc: 
occupent des niveaux d'énergie discrets et peuvent être excités sous: 
une action extérieure (des quanta de rayonnement par exemple) et. 
passer à des niveaux plus énergétiques et mème s’arracher à l’endroit. 
de localisation et devenir des porteurs de charges libres. 

Les centres F et V peuvent prendre naissance également sous. 
l'action des rayons X, des rayons gamma, de la lumière, lors de l'élec- 
trolyse, etc. Puisqu'ils déterminent la bande d'absorption de la lumiè- 
re dans le domaine du visible (centres F) et dans l’ultraviolet (cen- 
tres V), on les appelle souvent centres de couleur ou de coloration. La 
concentration des centres de couleur peut atteindre 10*5 à 10° m3. 
Les centres F” et V sont moins stables que les centres F, ils ne le sont. 
qu'aux basses températures. 

Quasi-particules de solide. — Un système physique contenant. 
un grand nombre de particules dont le réseau cristallin est un cas- 
particulier est soumis à l'action perturbatrice continue de la part 
des forces extérieures qui résultent de l'interaction entre le réseau 
et le milieu environnant. Un état faiblement excité du cristal peut 
être décomposé en excitations élémentaires se propageant le long 
du réseau et présentant des propriétés analogues à celles des particu- 
les, c’est-à-dire possédant une énergie et une impulsion. Un change- 
ment de l’état excité du cristal peut se décrire comme une variation 
de leurs paramètres (énergie. impulsion. moment de spin) résultant 
des collisions entre les quasi-particules. L'appellation de quasi- 
particule souligne sa différence d'avec les particules ordinaires. car- 
les quasi-particules sont le résultat de l'interaction d'un grand nom- 
bre de particules réelles et sans cette interaction elles n'existent pas 
(phonons, magnons) ou se transforment en particules ordinaires: 
(électrons par exemple). 

Nous avons déjà décrit l'état excité d'un cristal à l’aide de: 
phonons dans le cas des vibrations thermiques des atomes couplés et 
à l’aide de magnons dans les systèmes de moments de spin couplés. 
Un électron et un trou qui se déplacent à l’intérieur d’un cristal et 
perturbent son système d’atomes peuvent être considérés eux aussi 
comme des quasi-particules dont les propriétés diffèrent nettement 
de celles des électons libres. 

Remarquons que l'impulsion des quasi-particules de solide peut 
être déterminée à une quantité près, proportionnelle au vecteur du 
réseau réciproque, on introduit donc. pour décrire le comportement 
d'une quasi-particule, la notion de guasi-impulsion. Indiquons enco- 
re trois types de quasi-particules: les excitons, les polarons et les 
plasmons, qui jouent un rôle important dans l'étude des phéno- 
mènes physiques se déroulant dans les solides. 

Excitons. — On entend par exciton une excitation élémentaire, 
électriquement neutre. dans le cristal due à l’apparition d'une paire 
électron-trou liés l’un à l’autre. Si l'énergie d’excitation d'un élec- 
tron de la bande de valence est inférieure à la largeur de la bande 
interdite, cet électron ne peut passer dans la bande de conduction 
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imais il peut s'éloigner de l'atome tout en restant lié par les forces 
d'attraction au trou formé. La paire électron-trou liés l’un à l'autre 
peut se déplacer à l’intérieur du cristal, mais étant électriquement 
neutre, elle ne produit pas de courant électrique. En même temps, 
“une telle paire possède, comme toute autre quasi-particule, une 
‘énergie et une impulsion. Le mouvement des excitons assure un 
transfert d'énergie dans le réseau. 

L'énergie d’un exciton est quantifiée et se caractérise par une 
<ombinaison de nombres quantiques discrets, les niveaux excitoniques 
se situent dans la bande interdite (fig. 8.9) et ne sont pas localisés, 
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car l'état excilonique correspond à l'excitation du cristal tout entier, 
Une augmentation de l'énergie d’un exciton s'accompagne du pas- 
sage à des niveaux d'énergie plus élevés. Lorsque l'énergie devient 
suffisamment grande. il se produit la destruction de la paire électron- 
trou avec l'apparition d'un électron libre dans la bande de conduc- 
tion et d’un trou libre dans la bande de valence. 

La formation de l'état excitonique est influencée pour une large 
part par la valeur de la force de liaison entre l'électron et le trou. On 
peut distinguer deux modèles différents correspondant à deux cas 
extrêmes assez bien étudiés théoriquement qui sont l’exciton de 
Frenkel et l’exciton de Wannier-Mott. 

L'exciton de Frenkel est constitué par une paire électron-trou 
fortement liés et situés dans les limites d’un seul nœud du réseau 
(fig. 8.10, a), si bien que pour la description de l’état excitonique on 
peut se servir des fonctions d'onde des atomes isolés ou des molécules. 
Il se forme en règle générale dans les cristaux moléculaires à forte 
liaison moléculaire pour laquelle l'interaction avec d’autres molé- 
-cules peut être considérée comme une faible perturbation. 

Le mouvement d'un exciton n’est pas un déplacement des char- 
‘ges mais un transfert de l'excitation le long du réseau. L’électron 
de l'atome excité passe à l’état non excité, alors que l'énergie qui se 
libère est transférée, par l'interaction résonnante des moments 
dipolaires instantanés des atomes, à un atome voisin qui passe à son 
tour à l'état excité. 

L'exciton de Wannier-Mott, qui s'observe le plus souvent dans 
les semi-conducteurs, se caractérise par une forte distance entre 
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l'électron et le trou (fig. 8.10, b), beaucoup plus grande que la 
constante du réseau (dans le germanium, le rayon moyen de l’exci- 
ton est égal à 14 nm). L'énergie de, liaison est dans ce cas bien faible 
et dépend de l'interaction d’un très grand nombre de molécules, c'est-à- 
dire de la permittivité électrique de la substance. L'’électron et 
le trou tournent en synchronisme autour d’un centre de masse 
commun suivant une orbite dont le rayon se détermine par le nom- 
bre quantique principal de l’état excitonique. Le spectre d'énergie 
de cet exciton est analogue à celui d'un atome d'hydrogène. 

Au cours de son mouvement désordonné dans le cristal l’exciton 
peut interagir avec d’autres quasi-particules ou avec les défauts 
du réseau. Il en résulte une variation de son énergie et de sa quasi- 
impulsion. L'état excitonique peut se détruire par suite des colli- 
sions. Ceci conduit soit à la formation d’un électron libre et d’un trou, 
soit à l'émission d’un photon avec le transfert de l’excès d'énergie 
au réseau. La durée de vie moyenne d’un exciton est de l’ordre de 
10-8 à 10-° s. Un exciton en mouvement peut également être capté 
par un des nœuds ou des défauts du réseau et se fixer dans leur 
région. Les excitons peuvent également se réunir ensemble en for- 
mant des molécules ou des ions excitoniques. 

Les niveaux excitoniques ont une influence notable sur le spectre 
d'absorption ainsi que sur les phénomènes liés au transfert d'énergie 
d'excitation dans le cristal. 

Polarons. — Des électrons ou des trous en mouvement dans le 
cristal déplacent par leur champ les ions de noms contraires dans 
des sens opposés et polarisent par là même le cristal, ce qui fait 
varier à son tour les conditions de mouvement des électrons et des 
trous. La déformation du réseau qui en résulte fait naître un puits de 
potentiel qui maintient l’électron (trou) dans la région de polarisation 
localisée, par conséquent. l'énergie d’un tel système est quantifiée 
et les niveaux d'énergie se situent dans la bande interdite en dessous 
du bas de la bande de conduction. Une charge en mouvement et une 
région de polarisation qui se déplace avec elle représentent une qua- 
si-particule appelée polaron. Un polaron se caractérise par une forte 
masse effective (plusieurs centaines de fois plus grande que la masse 
de l’électron) et donc par une faible mobilité. 

L'énergie d’un polaron étant inférieure à celle d'un électron 
libre. dans un millieu où la polarisation est nulle ainsi que dans 
certaines substances. par exemple, dans les oxydes de métaux de 
transition et dans les semi-conducteurs, les électrons de conduction 
se trouvent précisément dans l’état de polaron. Les polarons consti- 
tués d’un électron et d'un trou peuvent former un système de deux 
polarons liés, c’est-à-dire un exciton « polaronique ». 

Plasmons. — Les forces d'interaction coulombienne décroissent 
assez lentement avec la distance si bien que pratiquement tous les 
électrons de conduction sont liés entre eux. Le gaz électronique dans 
le cristal peut donc devenir le siège des oscillations collectives (du 
plasma) dont le quantum a été appelé plasmon. 
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La fréquence du mode fondamental des oscillations de plasma 
c'est-à-dire la fréquence de plasma «©, peut se déterminer de la façon 
suivante. Si l’on suppose que par suite d’un certain phénomène aléa- 
toire les électrons à concentration n soient déplacés d’une distance x 
par rapport au réseau, l'équation du mouvement de chaque électron 
s'écrira sous la forme 

2x L 
me = = —e = 3, (8.21) 
où P = enx est l'intensité de polarisation qui apparaît lors du 
déplacement desélectrons par rapport aux ions et provoque la création 
d’un champ électrique € qui tend à faire revenir le gaz électronique 
à la position d'équilibre par rapport aux ions. 
L'expression (8.21) mise sous la forme 


d?z en 
est l'équation d’un oscillateur harmonique de fréquence 
en \1/2 : 
Cu 29 


La fréquence w, est de l’ordre de 10!% s-1. L'énergie d’un plas- 
mon dans les divers solides est comprise entre 3 et 30 eV, de sorte 
qu'une excitation thermique des oscillations de plasma est impossible 
à réaliser. Pour les exciter il est nécessaire qu'un flux d’électrons d’é- 
nergies suffisamment élevées pénètre dans le réseau cristallin. Dans 
ce cas, en se déplaçant à l’intérieur du cristal, chaque électron peut 
exciter successivement plusieurs plasmons. 

Les valeurs élevées de l'énergie des plasmons s'expliquent par le 
fait que les oscillations de plasma résultent d'un mouvement corrélé 
d'un grand nombre d'électrons. Les électrons oscillant à la fréquen- 
ce de plasma se déplacent si rapidement qu'ils « ne ressentent 
pas » le champ périodique du réseau et l'expression (8.23) fait inter- 
venir la masse d’un électron libre et non la masse effective. 

Dans les semi-conducteurs, deux modes d'oscillations de plasma 
peuvent avoir lieu. Le mode haute fréquence se détermine par 
l’oscillation de tous les électrons de valence, alors que le mode 
basse fréquence ne fait intervenir que les électrons de la bande de 
conduction. Dans ce dernier cas on a 


, en 1/2 
NE mÂerto ] É 62? 
Ici, r est la concentration des électrons dans la bande de conduction; 
mr la masse effective. La valeur de ko; est de l’ordre de 0,01 eV. 
Le long de la frontière entre un métal et un diélectrique peuvent 
s’exciter et se propager des plasmons de surface ayant une énergie 
inférieure à celle des plasmons de volume. Leur fréquence dépend de 
la géométrie de la surface et des propriétés du matériau considéré. 
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Si la permittivité relative du diélectrique est e;, la fréquence des 
plasmons de surface s'exprime par 
(ee * 
Dans le cas où le métal est recouvert d'une mince couche diélec- 
trique d'épaisseur L, la relation entre ©, et &, est de la forme 
: et+th(kL) 1/2 _ 
onda] (28) 
où k est le nombre d'ondes du plasmon de volume. 
Quand kL >> 2, th (kL) — 1 et l'expression (8.26) se réduit à (8.25). 
Pour la surface de séparation d'avec le vide, &,, & wp/V 2. L'étude 
des plasmons de surface permet d’obtenir une information sur la 


permittivité électrique et l'épaisseur de la couche non conductrice 
recouvrant le métal (l'épaisseur d'un oxyde par exemple). 


Ops © 


(8.25) 


$ 8.5. Statistique des électrons dans les solides 


Densité d’états quantiques dans une bande d'énergie. — La den- 
sité d'états quantiques des porteurs de charge. c’est-à-dire le nom- 
bre d’états permis de mouvement par intervalle d'énergie unité, ne 
peut ètre déterminée exactement que près des frontières des bandes 
permises où l'énergie varie en fonction de l’impulsion suivant une 
loi quadratique: Æ = p*/2m*. Le nombre d'états dans l’espace 
des impulsions compris dans l'intervalle de p à (p + dp) par unité 
de volume (compte tenu des spins) est donné par l'expression 


g(p)dp=2 SPP, (8.27) 


Si l’on y introduit p = (2m*E)/” et dp = (m*/2E)/° dE, on ob- 
tient le nombre d'états dans l'intervalle d'énergie de Æ à (E + dE): 


g(E)dE = 5 (2m*)92 EV2 dE. (8.28) 


Dans le cas où la masse effective des porteurs de charge est 
anisotrope, m* figurant dans cette expression doit être remplacée 
par la masse effective dite de densité d'état mÿ — (mimim®?)"3, où 
mi. m? et m? sont les valeurs principales du tenseur de masse effec- 
tive. 

Les énergies des électrons dans le bas de la bande de conduction 
et celles des trous dans le haut de la bande de valence se décrivent 
par les expressions 


E=E,+(p°/2m), 
(8.29) 
E = E, —(p°/2m?), 

où Æ,, E, sont les énergies correspondant au niveau inférieur de la 
bande de conduction et au niveau supérieur de la bande de valence 
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respectivement ; mA et m5 les masses effectives d’un électron dans la 
bande de conduction et d’un trou dans la bande de valence. 

En tenant compte des expressions (8.28) et (8.29), on peut écrire 
la densité d'états quantiques des électrons dans la bande de con- 
duction et les trous dans la bande de valence sons la forme suivante: 


R(E)= $- (2mW/(E— EVE, 
8.39 
g(E)= + (2m$)#2(E,— E)'2. (8.30) 


La courbe g (E) dans les limites de la bande permise est repré- 
sentée sur la fig. 8.11. Dans les parties O-a et b-c de cette courbe la fonc- 
tion g (E) se décrit par les formules (8.30). alors que dans la partie 


g(E) 9[E) 
a b 
D 'NE 
0 c E 


Fig. 8.11 


centrale de la bande l'allure exacte de la courbe g (E) est inconnue. 
Sur la même figure 8.11, à droite, on voit la courbe g (E) dans le 
cas du recouvrement de deux bandes permises. 

Pour déterminer le nombre de porteurs de charges libres, il 
convient d'examiner la distribution des électrons selon leur énergie, 
définie par le produit de la densité d'états quantiques g (E) par la 
fonction f (E) qui indique le degré de remplissage des états permis 
par les électrons: 


n (E)dE = g (E)f (E) dE. (8.31) 


Ici, nr (E) dE est le nombre d'électrons, par unité de volume, dont 
les énergies sont comprises entre E et (E + dE). 

Distribution des électrons selon leurs énergies dans un métal. 
La concentration des électrons dans la bande de conduction 
d’un métal est supérieure à 10°8 m-*, le nombre d’électrons est donc 
comparable au nombre d'états quantiques permis. Dans le métal, 
les électrons de conduction forment un gaz fortement dégénéré si 
bien que pour la détermination de x (E) dE figurant dans la formu- 
le (8.31) il convient de faire usage de la distribution de Fermi- 
Dirac: 


FE =R— (8.32) 


e ÀT +1 


où EF est l'énergie de Fermi ou le potentiel chimique (énergie libre- 
du système rapportée à un électron). 

En tenant compte de la forme de la fonction de Fermi-Dirac- 
(v. fig. 5.3), on peut décrire la répartition des électrons selon leurs: 
énergies dans la bande de conduc- 
tion par la courbe de la fig. 8.12. (€) 
Pour T — O0, tous les niveaux d'é- 
nergie sont occupés par les électrons 
jusqu'à un certain niveau Er 
(niveau de Fermi). Lorsque la tem- 
pérature s'élève, une partie des élec- 
trons passent à des niveaux supé- 
rieurs à Ep,, la frontière de droite 
de la fonction nr (E) devient floue 
et le nombre d'états nouvellement 
occupés ne diffère notablement 
de zéro que pour E — Er, << 3kT < Ers. c'est-à-dire que l’agita- 
tion thermique excite seulement une partie insignifiante des élec- 
trons. Dans ces conditions la position du niveau de Fermi, défini 
pour T > 0 comme un niveau pour lequel f (E) = 1/2, dépend’ 
faiblement de la température. 

La position du niveau de Fermi par rapport au bas de la bande- 
de conduction peut être déterminée à partir de l’expression 


Fig. 8.12 


2 { KT \2 
Er= Ero[ 1-5 (22) 1}; (8.33 
où 
23n)2/8 
Ero= Er Îr=0 = Ce (8.34) 


(nr étant la concentration des électrons dans la bande de conduction). 

Comme Er Æ 5 eV et kT< Eros, la position du niveau de: 
Fermi dans les métaux dépend uniquement de la concentration des: 
électrons libres et ne varie pratiquement pas lorsque la tempéra- 
ture augmente. 

Surface de Fermi. — Les propriétés anisotropes du réseau cris- 
tallin influent sur la valeur de l'énergie de Fermi EF qui dépend’ 
de la direction de mouvement des électrons. Aussi, pour tenir comp- 
te de la non-équivalence des différentes directions dans le cristal, 
construit-on une surface de Fermi qui est une surface isoénergétique: 
dans l’espace des quasi-impulsions décrite par l'équation E (p) = 
= Cte — Ek et séparant pour T — 0 les régions d'états d'éner- 
gie occupés et libres dans le métal. 

Dans le cas général, la surface de Fermi présente une forme 
compliquée et ne correspond pas aux zones de Brillouin, cependant 
elle est pourvue de centre de symétrie et périodique, sa période: 
étant égale à celle du réseau réciproque. Le long de certaines direc- 
tions la surface de Fermi peut occuper incomplètement la zone de 
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Brillouin (semi-conducteurs de type p) ou sortir de ses limites (ce 
qui correspond à l'apparition des électrons de conduction). La 
fig. 8.13 montre les frontières de la 
zone de Brillouin et la surface de 
Fermi pour le cuivre. 
Semi-conducteurs dégénérés et non 
dégénérés. — Si la concentration des 
électrons dans la bande de conduction 
ou des trous dans la bande de valence 
est beaucoup inférieure au nombre 
d’états permis, la probabilité que deux 
particules se trouvent dans un même 
état quantique est faible si bien que 
pour la description de leur compor- 
tement on peut ne pas tenir compte 
du principe de Pauli et utiliser la sta- 
tistique de Maxwell-Boltzmann. On 
dit dans ce cas que le semi-conduc- 
Fig. 8.13 teur est non dégénéré. Pourtant, dans 
des semi-conducteurs fortement dopés, 
la concentration des porteurs de charge est si élevée que l'emploi 
-de la statistique de Maxvwell-Boltzmann cesse d’être justifié. Un 
semi-conducteur dans lequel le comportement des porteurs de char- 
ges libres se décrit à l’aide de la statistique de Fermi-Dirac est dit 
\dégénéré. 
Comme il a été montré au chap. 5, la condition de passage au 
gaz électronique non dégénéré est la réalisation de l'inégalité 


Xp (+ £ ) 5 1 pour laquelle la distribution de Fermi-Dirac se 


réduit à celle de Maxwell-Boltzmann. On peut montrer que cette 


ns : à Le So se n k° 3/2 
condition se ramène à son tour à l'inégalité — | ——— «1, 
2 21m*k1 


c'est-à-dire que la dégénérescence se détermine par la concentration 
des porteurs de charges libres et par la température. A la température 
ordinaire, la concentration des porteurs de charges doit être nette- 
ment inférieure à 10% m* pour qu’un semi-conducteur puisse être 
considéré comme non dégénéré. La concentration des porteurs de 
charges dans les semi-conducteurs ne dépasse généralement pas 
4015 à 10% m3, mais dans des semi-conducteurs fortement dopés 
elle peut atteindre 10°7 m°#. 

Notons que, la concentration des électrons dans la bande de 
conduction d’un métal étant supérieure à 10°8 m*, la dégénérescence 
du gaz électronique ne peut être levée que pour 7 > 7-10* K, de 
sorte que dans les métaux le gaz électronique est toujours dégénéré. 

Concentration des porteurs de charges dans les semi-conducteurs 
intrinsèques. — Pour déterminer la concentration des électrons dans 
la bande de conduction d'un semi-conducteur intrinsèque il faut 
intégrer l'expression (8.31) entre les énergies correspondant aux 
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limites de cette bande. Dans le cas d’un gaz électronique non dégé- 
néré on peut se servir de la statistique de Maxwell-Boltzmann : 


Es Es 
= | n(E)dE= | e(E)f(E)dE= 
Éc Éc 
E; _ E-Ep 
= [5 Cm: )JW2(E—E.) 2e KT dE. (8.35) 
Éc 


Puisque le terme exponentiel sous le signe somme décroît rapi- 
dement avec l’énergie, la limite supérieure peut être remplacée 
par o, si bien que l’intégration donne 


Ec-Ep 


n=Ne TT, (8.36) 


2 3,2 
où NM. —=2 (ET) ”” est la densité effective d'états dans la bande 
de conduction. 
Un calcul analogue effectué pour les trous dans la bande de 
valence donne 
Ep-Er 


p=Ne TT, (8.37) 


2 3/2 
où NW, — 2 ( Emi | Test la densité effective d'états dans la bande 


de valence (remarquons qu’en calculant la concentration des trous on 
doit utiliser au lieu de f (£) la fonction 1 — f (E) qui détermine la 
probabilité qu’un niveau d'énergie ne soit pas occupé par un électron 
et décrit par conséquent la statistique des trous). A la température 
ordinaire on a pour le germanium V, = 10% m°#, W, =6 x 
x 10% ms. | 

A l’équilibre, la concentration des électrons dans la bande de 
conduction est égale à celle des trous dans la bande de valence 
(nr = p). Cette circonstance permet de déterminer la position du 
niveau de Fermi. En égalant entre elles les expressions (8.36) et 
(8.37), on obtient 


m* j 


LE He : 2 LS ETIn (8.38) 


A T =0, Ep = Ero = (Ee + E,)/2, c'est-à-dire que le niveau 
de Fermi se situe au milieu de la bande d'énergie interdite. 
Lorsque la température s'élève, le niveau de Fermi s'approche de la 
bande de conduction, car en règle générale m5, > m*. Ce déplacement 
est en général peu important, mais dans l’antimoniure d’indium 
mimi & 10 et à T > 450 K le niveau de Fermi passe dans la bande 
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de conduction, or le semi-conducteur devient dégénéré. En repor- 
tant (8.38) dans (8.36) on obtient 
AFg 


n=p=(NN)Ee" AT. (8.39) 


où AE, — E.—E, est la largeur de la bande interdite. 

Pour le germanium, la largeur de la bande interdite AE, = 
= 0,72 eV et la concentration des porteurs de charges à la tempé- 
rature ordinaire r» = p Æ 101 m$. Pour le silicium on a respective- 
ment AE, = 1,21 eV et n = p & 101% m'$. 

Concentration des porteurs de charges dans les semi-conducteurs 
extrinsèques. — La concentration des électrons dans la bande de 
conduction d’un semi-conducteur extrinsèque de type »# se détermine 
avant tout par la concentration des atomes d’impureté, car l'énergie 
d'activation est considérablement plus petite dans un semi-conduc- 
teur extrinsèque que dans un semi-conducteur intrinsèque (AE; & 
& AË,). À basse température, ce sont justement les niveaux don- 
neurs qui fournissent des électrons à la bande de conduction et ce 
n’est qu’aux températures suffisamment élevées que peut commen- 
cer le passage des électrons depuis la bande de valence. Desraisonne- 
ments analogues à ceux développés plus haut permettent de conclure 
que pour T = 0 le niveau de Fermi d’un semi-conducteur dopé se 
situe au milieu entre les niveaux donneurs et le bas de la bande de 
conduction. 

L'élévation de la température conduit à l’excitation thermique 
des impuretés et au passage vers la bande de conduction des élec- 
trons fixés aux niveaux donneurs. La concentration des électrons 
croît suivant la loi 

AE, 


n==(NaN)Vie ZT, (8.40) 


où W, est la concentration des niveaux donneurs ; AE, la différence 
d'énergie entre le bas de la bande de conduction et un niveau don- 
neur (énergie d'activation). 

Lorsque la température s'élève encore, les niveaux donneurs 
commencent à s’épuiser progressivement, de sorte que le comporte- 
ment du semi-conducteur extrinsèque devient analogue à celui 
d’un semi-conducteur intrinsèque dans lequel les électrons arrivant 
dans la bande de conduction proviennent de la bande de valence 
[formule (8.39)] et le niveau de Fermi se situe au milieu de la bande 
interdite. 

La position du niveau de Fermi peut se déterminer d’une façon 
plus rigoureuse à partir de la condition d’électroneutralité d’un 
corps non chargé qui indique que la charge résultante est nulle dans 
toute partie du volume. Pour un semi-conducteur dopé, ceci signifie 
que la concentration des électrons z dans la bande de conduction 
vaut la somme de la concentration des trous p dans la bande de 
valence et de la concentration des ions positifs donneurs Vi. Si l’on 
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tient compte du fait que NS = Va — na, ra étant la concentration 
des électrons occupant les niveaux donneurs, la condition de neutra- 
lité électrique peut s’écrire sous la forme r = p + (NM; — na). En 
y portant les expressions donnant les concentrations des électrons 
et des trous et en tenant compte des fonctions de distribution, on 
obtient une équation par rapport au niveau de Fermi qui peut 
être résolue pour des cas particuliers. A basse température 
AE4a . Nah3 1/2 
Er Ee——5 KT ln Éd ie (8.41) 

Le troisième terme au second membre de cette expression change 
de signe lorsque la température devient suffisamment élevée, c’est 
pourquoi le niveau de Fermi, : 
qui se situe à T — 0 de AE ,/2 
en dessous de la bande de con- 
duction, commence, lorsque la 
température augmente, à se dé- 
placer d’abord vers la bande de 
conduction et ensuite vers la 
bande de valence. Les fig. 8.14 
et 8.15, a montrent les varia- 
tions en fonction de la tempéra- 
ture de la concentration des élec- 
trons dans la bande de conduc- 
tion et de la position du niveau 
de Fermi. 

La partie a-b de la fig. 8.14 
correspond à l'augmentation de la 


un 


Fig. 8.15 


concentration des électrons de conduction aux frais des impuretés 
: = AËy L 5 
donatrices. A T; — ERWIN) (température de saturation), tous 


les électrons des niveaux donneurs passent dans la bande de con- 
duction et la croissance du nombre de porteurs de charge cesse, car 
l'énergie d'’agitation thermique est insuffisante pour faire passer 
les électrons de la bande de valence dans la bande de conduction. 
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Dans ce cas nr — N,;. La concentration des électrons r? ne commence 
= AEg \ 
 EMWeN NE) l? 
orsque les électrons de la bande de valence peuvent franchir la 
bande interdite et passer dans la bande de conduction comme ceci 
se produit dans un semi-conducteur intrinsèque (partie c-d). On 
a respectivement tg « = AE4a/2k et tg 6 = AE,/2k. 

L'examen du comportement des trous dans les semi-conducteurs 
de type p conduit à des dépendances analogues. La concentration 
des trous dans la bande de valence s'exprime par 

AE 
p=(NNe)e 241, (8.42) 


à croître qu'aux températures plus élevées (Ta 


où , est la concentration des niveaux accepteurs: A£, la diffé- 
rence d’énergie entre un niveau accepteur et la bande de valence 
(énergie d'activation). 

Pour T = 0, le niveau de Fermi se situe au milieu entre les 
niveaux accepteurs et le niveau supérieur de la bande de valence. 
Lorsque la température augmente, il se déplace d'abord vers la ban- 
de de valence et puis vers le milieu de la bande interdite (fig. 8.15, b). 

En plus des porteurs de charge majoritaires qui sont les électrons 
dans des semi-conducteurs de type r et les trous dans des semi- 
conducteurs de type p, il existe toujours un certain nombre de 
porteurs de charge minoritaires : de trous dans un semi-conducteur de 
type n et d'électrons dans un semi-conducteur de type p, de plus, on 
peut montrer qu’à température constante le produit des concentra- 
tions des porteurs de charge majoritaires et minoritaires est pour un 
semi-conducteur non dégénéré une constante qui ne dépend ni du 
type, ni de la concentration des impuretés et est égale au carré de 
la concentration des électrons dans le même semi-conducteur en 
l'absence d’impuretés, c'est-à-dire que np = n° (loi de l’action des 
masses). Une augmentation de la concentration des impuretés et une 
croissance du nombre de porteurs de charge majoritaires entraîne 
une diminution proportionnelle du nombre de porteurs de charge 
minoritaires. 

Dans certains dispositifs à semi-conducteurs on utilise des 
cristaux dopés à la fois en impuretés de type net de type p. Dans de 
tels cristaux la position du niveau de Fermi se détermine par le 
rapport ‘entre les concentrations des atomes de ces deux types 
d’impuretés. Lorsqu'un accepteur est introduit dans un semi- 
conducteur de type », le niveau de Fermi se déplace vers la bande 
de valence puisque les niveaux donneurs s’appauvrissent du fait que 
certains électrons passent aux niveaux accepteurs. Si les concentra- 
tions des donneurs et des accepteurs sont égales, ces impuretés se 
neutralisent mutuellement et le niveau de Fermi se situe au milieu 
de la bande interdite. Si la concentration des accepteurs augmente 
encore, le niveau de Fermi se déplace vers la région entre les ni- 
veaux accepteurs et la bande de valence. 
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Une augmentation considérable de la concentration en impureté 
(fort dopage) conduit à la dégénérescence du semi-conducteur. Au 
fur et à mesure que la concentratiôn d’impuretés de type nr augmen- 
te, le niveau de Fermi dans un semi-conducteur de type n se dépla- 
ce vers la bande de conduction. On convient de considérer qu’un 
semi-conducteur devient dégénéré si le niveau de Fermi se situe 
en dessous de la bande de conduction de AT tout au plus. La con- 
centration des électrons qui obéissent maintenant à la statistique 
de Fermi-Dirac se définit au lieu de l'expression (8.35) par l’inté- 
grale 


œ (mp Pie (E— EU 
n = \ FE dE, 
Fe e ÀT +1 
ou encore 
LS] 
2Ne ( rl/“ dr : 
== | —— —N,F,,;, (hp). 8.43 
PE \ er = Nef (H) (8.43) 
où 


z=(E—E)RT, u = (Er— E.)AT. 


œ 
2 ( zl/°dx 
A 1+e*-# , 


Les valeurs de l’intégrale F,,.(u) = appelée l’inté- 
grale de Fermi d'ordre 1/2, peuvent être trouvées dans des tables 
spéciales. 

Dans le cas d’une forte dégénérescence où le niveau de Fermi se 
déplace vers la bande de conduction (Er — E,> 5 KT), sa posi- 
tion est pratiquement indépendante de la température de même que 
dans un métal et est donnée par les formules (8.33) et (8.34) si l’éner- 
gie est comptée à partir du bas de la bande de conduction. La for- 
mule (8.34) peut s'obtenir à partir de l'expression (8.43) si l’on 
utilise la valeur approchée de l'intégrale de Fermi. Pour un semi- 
conducteur dégénéré, la condition rp = n; n’est pas réalisée et on 
peut montrer que 


ER — 7 — . (8.44) 


Quasi-niveaux de Fermi. — Le concept de niveau de Fermi est 
valable pour un gaz électronique en équilibre thermique avec le 
réseau cristallin. Pourtant le spectre énergétique des électrons peut 
être modifié sous l’action des agents excitateurs extérieurs tels que 
la lumière, les rayons X, le champ électrique fort, l'injection de 
porteurs de charges à travers la frontière du cristal, le bombarde- 
ment par des particules chargées. La concentration des porteurs de 
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charge dans le cristal devient supérieure à celle d'équilibre par 
suite de l'apparition des porteurs de charges dits porteurs extrin- 
sèques dont l'énergie peut être bien supérieure à l'énergie thermique 
moyenne. 
Au cours des collisions avec les atomes du réseau l'énergie des 
porteurs extrinsèques s’égalise pendant un intervalle de temps très 
court (— 10710 s) avec l'énergie 
LLLLLL ” des porteurs intrinsèques, si bien 
* que les porteurs extrinsèques 
E* commencent à ds à la statis- 
PT 27772 tique qui régit le corps consi- 
CC 77/7 déré. Ils ne restent ne 
. | qu’au point de vue de la con- 
Fig. 8.16 centration excédentaire. Pour 
déterminer la concentration to- 
tale des porteurs de charges dans le corps dans le cas d’une exci- 
tation non thermique on peut se servir des formules (8.36) et 
(8.37), mais le niveau de Fermi doit être remplacé par un quasi- 
niveau (pseudo-niveau) de Fermi dont les valeurs sont différentes 
pour les électrons et pour les trous. Dans le cas d’une concentration 
excédentaire le quasi-niveau de Fermi est plus haut que le niveau 
d'équilibre de Fermi pour les électrons et plus bas pour les trous 
(fig. 8.16). Plus forte est la concentration en porteurs de charges 
extrinsèques, plus grande est la distance entre les quasi-niveaux et 
le niveau de Fermi. 
La concentration totale des électrons n°’ et des trous p’ est liée 
aux concentrations d'équilibre » et p par les expressions 


ie. 


Bar) 
ie (8.45) 
p'= pexp (Fe) : 


n'=nexp | 


où EŸ, et Ef, sont les quasi-niveaux de Fermi pour les électrons et 
les trous respectivement. 

Maintenant c’est un semi-conducteur non dégénéré qui ne satis- 
fait pas à la loi de l’action des masses. En effet, 


, 


n'p° ; Efh—E* 
ep (Te). 648) 


CHAPITRE 9 


PHÉNOMÈNES CINÉTIQUES, OPTIQUES ET DE CONTACT 
DANS LES SOLIDES 


$ 9.1. Equation cinétique de Boltzmann. 
Diffusion des porteurs de charges dans un cristal 


Fonction de distribution. — Lorsque des systèmes contenant un 
grand nombre de corpuscules sont soumis à des actions extérieures 
(des champs électrique et magnétique ou de gradient de tempéra- 
ture par exemple), l'équilibre thermodynamique se trouve troublé 
et il se produit des phénomènes de transfert ou des phénomènes 
cinétiques qui consistent dans l’apparition d’un mouvement coordon- 
né et dirigé des particules. 

Un système de particules obéit aux lois de la physique statistique 
et ses paramètres sont des grandeurs statistiques moyennes définies 
à partir de la fonction de distribution des particules dans le système. 
Sous l’action des agents perturbateurs extérieurs le système de parti- 
cules passe de l’état d’équilibre à l’état hors d'équilibre, ce qui 
provoque l’apparition de phénomènes de transfert. 

Le mouvement d’une particule à un instant déterminé t se carac- 
térise par trois coordonnées x, y, z et trois composantes p,, p,, p. de 
l'impulsion si bien qu'il peut être représenté par un point dans un 
espace conventionnel à six dimensions ayant pour axes x, y, 2. Ps, 
Py- P: (espace de phase). Pour pouvoir décrire le comportement des 
particules on introduit la fonction de distribution f (p. r, t). Le pro- 
duit de la fonction f (p, r, {) par un élément de volume de phase 
dT = dpdr — dp,dp,dp .dx dy dz définit la probabilité pour que, 
à l'instant f, la particule ait les coordonnées comprises dans l'intervalle 
de r à r + dr et l'impulsion dans l'intervalle de p à p + dp, c'est-à- 
dire que le point caractérisant l'état de la particule (point représen- 
tatif) se trouve dans les limites du volume de phase dT. Puisque la 
particule se trouve certainement dans l’espace de phase, on considè- 
re comme satisfaite la condition de normalisation 


| Ï 6, r,t)dl = 1, (9.1) 


—œ 
où V est le volume occupé par le système de particules. 
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Si l’action excitatrice extérieure est continue, le système de 
particules passe au bout d’un certain temps à un état hors d'équilibre 
stationnaire, et lorsque cette action cesse, il reprend son état d'équi- 
libre par suite des processus de relaxation. Dans ce dernier cas, la 
fonction de distribution tend vers une des fonctions de distribution 
d’équilibre connues (Maxwell-Boltzmann, Fermi-Dirac ou Bose- 
Einstein selon le type de particules). 

Dans ce qui suit nous allons décrire le gaz électronique dans le ré- 
seau cristallin. Compte tenu de la relation d'incertitude d[ = 
= dp,dp ydP : dx dy dz > h%, l’élément de volume de phase minimal 
est égal £ hk° et en vertu du principe d’exclusion de Pauli il peut 
contenir tout au plus les points représentatifs de deux électrons ayant 
des spins opposés. Ceci signifie que l'élément de volume d[ con- 


tient 25 états quantiques différents et la fonction de distribution 


définit la probabilité d'occupation de chacun de ces états. 
NL 
En passant de l'impulsion au vecteur d'onde k — p =, 
obtient le nombre d'états quantifiés dans le volume de phase dr: 


on 


9 0 _ 9 dk dkndk; dx dy di h 


CR Fan nr okedk,dk=z 


(9.2) 


Si l’on exprime dans la fonction de distribution l’impulsion par 
l'intermédiaire du vecteur d'onde, on peut trouver le nombre d’élec- 
trons contenus dans l'élément de volume de phase dr. A cet effet, 
il convient de multiplier le nombre d’états quantiques par la pro- 
babilité de leur occupation, c’est-à-dire par la fonction de distri- 
bution : 


1 
dn = eh (k,r,t)dkar. (9.3) 


Ici, dn est le nombre de particules de coordonnées r à r + dr et 
d’impulsions À (k à k + dk). 

Equation cinétique. — Le nombre d'électrons contenus dans les 
limites du volume élémentaire dl peut varier avec le temps. Premiè- 
rement, les électrons peuvent quitter le volume dr dy dz ou y en- 
trer lorsqu'ils se déplacent à une vitesse constante v sans être soumis 
à des forces extérieures. Deuxièmement, les électrons peuvent entrer 
dans le volume dk,dk,dk, ou quitter ce volume sous l’action de 
champs extérieurs (qui les accélèrent ou ralentissent). Troisième- 
ment, les collisions des électrons dans le réseau cristallin font varier 
leurs vitesse et direction de mouvement et donc leur nombre dans 
le volume dT. 

La dérivée totale de la fonction de distribution par rapport au 
temps s'exprime par 


dif __9f , 0f dr , ôf dk 
a xt or dt ék d° 
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En tenant compte de ce que & = vet cs = Fs, où F+ est 
la force exercée sur l’électron, on obtient 
dj _ of of ,1p. 2 
a Vo RTE (9-5) 


Les quantités 0f/0r = V.f et 0f/0k = Vif sont les gradients de 
la fonction f dans l’espace des coordonnées et dans l’espace des vec- 
teurs d'onde ou l’espace k (d'axes k,, k,, k.). 

D'après le théorème de Liouville sur l’invariance du volume de 
phase d’un système, l’espace de phase peut être identifié à un liqui- 
de de phase incompressible imaginaire de densité constante de sorte 
que lors du mouvement le volume de phase occupé par toute partie 
de ce liquide reste inchangé. En d’autres termes, le mouvement 
d'une particule dans l’espace de phase satisfait à l’égalité df/dt — 0 
et par suite 


Î ; 
— LV + FVaf. (9.6) 


La quantité F> vaut la somme des forces F exercées de la part 
du champ extérieur et des forces d’interaction (de collision) avec les 
irrégularités du cristal F,. qui provoquent la diffusion du flux 
d'électrons : 


F:=F+F., (9.7} 


« 


ou _ 
F—=—e{é + [vBl} (9.8) 


La dérivée ôf/ôt peut s’écrire sous la forme 

of _[ of of 

dE Cher ot lue (9.9) 
En introduisant (9.9) et (9.7) dans (9.6), on obtient 


1 { 
D © (5 Jen + Car den = VV EVE Fevi. (910) 


col 


L'équation (9.10) porte le nom d’éguation cinétique de Boltzmann. 
La quantité 


1 
CRE ea 


caractérise l'influence des forces extérieures sur le système de parti- 
cules et s'appelle terme de champ de l'équation. Les processus de col- 
lisions se décrivent par l’intégrale de collision : 


1 _ 1 
(S).= — 7 FVif. (9.12) 
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On montre que dans l’hypothèse où les états énergétiques sont qua- 
si continus, l'intégrale de collisions est donnée par l’expression 
suivante : 


col " 


(HE) = j ww, nr kr 
VB) 
—w(k, k')f(k)11—f(k)]} dk, (9.13) 


où w (k, k’) est la probabilité de passage par unité de temps, au 
cours des collisions, de l’état de vecteur d’onde k à l’état de vecteur 
d'onde k’; w(k’, k), la probabilité de passage inverse; V8, le 
volume de la zone de Brillouin. 

L'introduction de l'expression (9.13) dans l'équation cinétique 
transforme cette dernière en une équation intégro-différentielle par 
rapport à f, insoluble sous la forme générale, de sorte que d'habitude 
on considère des problèmes concrets et introduit des hypothèses 
simplificatrices. 

On admet que le champ extérieur est beaucoup moins intense que 
le champ régnant à l’intérieur du cristal si bien que l'écart entre la 
fonction de distribution hors d’équilibre et la fonction de distribu- 
tion d'équilibre est faible et lorsque les forces extérieures cessent 
d'agir et le terme de champ de l'équation cinétique s'annule, la 
vitesse de passage à l’état d'équilibre est proportionnelle à la diffé- 
re entre les fonctions de distribution en équilibre et hors d’équi- 
ibre : 


DÉS TOR es. fe 
mare ta @.19 
où Tt est un facteur de proportionnalité. 

En résolvant l'équation (9.14), on obtient 


Î— fo = À — foh=-0e7t#". (9.15) 


La relation (9.15) montre que lorsqu'on fait cesser l’action de 
l'excitation extérieure, la fonction de distribution hors d'équilibre 
tend vers la fonction de distribution en équilibre suivant une loi 
exponentielle de constante de temps t appelée temps de relaxation. 
On peut considérer qu'après la suppression de l'excitation extérieure 
le système reste hors d’équilibre pendant le temps t. Comme l’équili- 
bre du système s'établit par suite des collisions et chaque particule 
n’a à effectuer que quelques collisions pour passer à l’état d'équilibre, 
le temps de relaxation est de l’ordre de grandeur du temps de libre 
parcours moyen de la particule. Il convient de noter que l’intro- 
duction de la notion de temps de relaxation n’est admissible que pour 
des collisions élastiques. 

Admettons que pour des intensités pas trop élevées des champs 
extérieurs les processus de collisions et la valeur de + ne dépendent pas 
de F; en outre, supposons que le milieu dans lequel se déplacent 
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les électrons est homogène et la fonction de distribution est indé- 
pendante de r. 

En se plaçant dans ces hypothèses, on est conduit à l'expression 
suivante : 


1 1 : | | 
= | we k) (0088) dk", (2.16) 
Vp 


où 6 est l’angle de diffusion de l’électron par suite de la collision 
(entre k et k'). 

Notons que l’équation cinétique ne tient compte que des colli- 
sions des deux particules et n’est valable que dans l'hypothèse où 
le libre parcours moyen des particules est plus grand que la lon- 
gueur d'onde de de Broglie. En outre, une restriction est imposée à la 
valeur de l'intensité de champ magnétique pour qu'il n’ait pas 
d'influence notable sur la diffusion des particules. 

Conductibilité électrique des gaz électroniques non dégénéré et 
dégénéré. — La résolution de l’équation cinétique de Boltzmann 
permet de calculer de nombreux phénomènes liés au mouvement des 
électrons dans un cristal tels que la conductibilité électrique, la con- 
ductibilité thermique, l'effet Hall, la force thermoélectrique, etc. 

Proposons-nous d'étudier le mouvement du gaz électronique 
dans un cristal sous l’action d’un champ électrique uniforme et 


statique #. Pour déterminer la densité de courant il faut multiplier 
le nombre d'électrons dn contenus dans l’élément de volume de phase 
par la charge et la vitesse de l’électron et intégrer le produit ainsi 
obtenu sur toutes les valeurs de k, c’est-à-dire sur le volume de la 
zone de Brillouin: 


= — + Î v (k) f (k) dk. (9.17) 
(Vp) 


Puisque nous considérons un processus stationnaire établi, la 
variation en fonction du temps n'intervient pas dans la relation 
(9.17). Désignons la différence entre les fonctions de distribution 
hors d'équilibre et en équilibre par f, = f — f,. Pour un état sta- 
tionnaire Ôf/0t — 0. Par suite, 


f\ _{9f\ __f(k) 
(= (3 Jo = T(k) * (9-18) 
La force qui s'exerce sur un électron de masse effective mx est 
F — + = — ef et l'énergie de l’électron dans le bas de la ban- 


de de conduction est £ — us . Comme f est indépendant de r, le 


gradient spatial est nul (V.f 0) et donc 


(flôt)n = — À FVuf = + € LE _. LE. (9.19 
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En substituant f, + /, à la fonction / dans (9.17), on obtient la 
somme de deux intégrales et 


| v(k) fo(k) dk = 0, (9.20) 
(Vp) 


car l’expression à intégrer est une fonction impaire et les limites 
d'intégration sont symétriques. Physiquement, ceci signifie que le 
courant électrique ne peut prendre naissance dans un système en 
équilibre. Maintenant l'expression (9.17) se ramène à la forme sui- 
vante : 


= 25 À VS ds —7 } ne (2 4) dk . 
E B 
: = ne | T(k) L (KE) kdk. (9.21) 
(Vp) 


Pour l'établissement de l’équation (9.21) on a utilisé l’égalité 
__{ dE hk 


Puisque la fonction { hors d'équilibre ne diffère que peu de la 
fonction en équilibre f,, on peut, avec une bonne approximation, 
remplacer dans (9.21) 0f/0E par 6f,/0E. 

Pour un gaz ionique non dégénéré dans un semi-conducteur 


È 
fo(E) = exp [— ÊE 
bande de A n = N.exp () si l'énergie est comptée 


à partir du bas de la bande. On en déduit que -© = = 7 exp(— ) : 
c 


En introduisant 6f,/0E dans (9.21), on obtient, toutes réductions 
effectuées, l'expression définitive suivante pour la densité de courant : 


) et la concentration des électrons dans la 


2 s = 
j= DE Len, (9.22) 
mn 
où pu, — e (t}/mr est la mobilité des électrons (vitesse de dérive 
des électrons dans un champ électrique d'intensité unité); (t), la 
moyenne du temps de relaxation ayant pour expression 
fT(E)ES/e ET QE 
{t) = 2 ———— (9.23) 
f Ere"ERT GE 
0 


(dans le cas d’une diffusion isotrope t dépend uniquement de la 
valeur de k, c’est-à-dire de l’énergie). 
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L'expression (9.22) traduit la loi d'Ohm sous forme différentielle 
j = cé, où © est la conductivité électrique: 
e?n (t) 
mh 


‘+ 
6=enu, — s (9.24) 

Dans le cas général d’un cristal non isotrope, la masse effective 
de l’électron m* est une grandeur tensorielle et le vecteur densité 
de courant n'est pas en toute rigueur colinéaire au vecteur intensité 
de champ extérieur et donc la loi d’Ohm doit s’écrire sous forme 
tensorielle. 

Les raisonnements développés lors de l’établissement de la for- 
mule (9.24) sont valables tant pour les électrons de conduction que 
pour les trous. Pour un semi-conducteur de type p on a 

ep {r’) 
o=epu,= 20, (9.25) 
F2] 
où (t’) est le temps de relaxation des trous. 


Si un cristal présente à la fois la conduction par électrons et 
celle par trous, on a 


O — EnUn + EPlr- (9.26) 

Pour un gaz électronique dégénéré dans un métal ou dans un semi- 
E-Ep -1 

conducteur fortement dopé, on a f,(£) | RT OL 1) . Dans le cas 


d'une dégénérescence suffisamment forte d/,/9E = O pour toutes les 
valeurs de l’énergie excepté des régions au voisinage du niveau de 
Fermi où cette dérivée est voisine de la fonction delta: 


0f0/0E Æ —8 (E — Er). (9.27) 
En introduisant (9.27) dans (9.21), on obtient 
j = CP &, (9.28) 


où T(E;) est le temps de relaxation des électrons dont l'énergie 
est voisine de Er. 

L'expression donnant la conductibilité coïncide avec (9.24), mais 
au lieu de (t) elle fait intervenir Tt (Er): 


ent (Er) 


O--entlh — 
fn = 


(9.29) 

En effet, dans un gaz électronique dégénéré, seuls les électrons 
occupant la partie du spectre énergétique voisine du niveau de Fermi 
peuvent être excités et ce sont eux qui déterminent la conductibilité 
électrique. 

Diffusion des porteurs de charges dans un cristal. — La variation 
du temps de relaxation + en fonction de l'énergie de l’électron se 
détermine par le mécanisme de diffusion concret qui dépend à son 
tour du type de centres de diffusion dans le cristal. La longueur d'onde 
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de de Broglie des électrons lents, qui sont des porteurs de charges, 
est beaucoup plus grande que la constante du réseau, c'est pourquoi 
le flux d'électrons ne pourra pas être diffusé dans un cristal parfait 
dont la conductibilité tendrait vers l'infini. Dans les cristaux réels, 
les centres de diffusion sont constitués par des défauts de structure 
séparés par des distances comparables à 
la longueur d'onde de l'onde associée à 
l'électron. 

Le calcul du temps de relaxation 
pour chaque type de défauts est assez 
fastidieux. Nous indiquerons ci-dessous, 
sans démonstration, seulement la varia- 
tion de la mobilité des porteurs de charge 
7 en fonction de la température calculée 

pour divers mécanismes de diffusion. 
Dans le cas de la diffusion par 
les vibrations thermiques du réseau 
u— T-#? pour un gaz non dégénéré et n— T7! pour un gaz 
dégénéré. Lors de la diffusion par des impuretés ionisées u— T?2. 
La diffusion sur des atomes d’impureté neutres dans le cristal ne 
dépend pratiquement pas de la température. 

Lorsque le solide présente des défauts de plusieurs types, le 

temps de relaxation se détermine à partir de l'expression 


Fig. 9.1 


1 1 
LT tu? (9.30) 


où T; est le temps de relaxation dans un cristal comportant des dé- 
fauts du i-ième type. 
Dans ce cas, la mobilité s'exprime par 


Es sb TX (9.31) 


mais on peut admettre avec une approximation suffisante que 


={(s 1)\" 9 

n=(> ) | (9.32) 
? 

où u; est la mobilité des porteurs de charges dans un cristal pré- 

sentant des défauts du i-ième type. 

Dans des semi-conducteurs dopés non dégénérés la variation de la 
mobilité des porteurs de charges avec la température peut se décrire 
qualitativement par la courbe de la fig. 9.1. Aux températures éle- 
vées, c'est la diffusion des porteurs de charges par les vibrations 
thermiques du réseau qui est prépondérante et u — T?/, alors qu'aux 
basses températures c’est la diffusion par les ions d'impureté qui 
l'emporte et u— T2. 
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Les calculs montrent que la mobilité des porteurs de charges 
dépend également de leur masse effective. Une augmentation de la 
masse effective provoque une diminution de la mobilité et comme la 
masse effective des trous est plus grande que celle des électrons, la 
mobilité des trous est généralement moins élevée que celle des 
électrons. 


$ 9.2. Conductibilité électrique des solides 


Métaux. — La résistivité d'un métal peut être représentée d’a- 
près la règle de Matthiessen par la somme p = p, + p,, où p, est la 
résistivité liée à la présence de défauts dans le réseau du métal (si la 
concentration en impuretés est fai- - 
ble, cette résistivité est indépendante  P 
de la température); p,, la résistivité 
liée à la diffusion des électrons par 
les vibrations thermiques du réseau. 

La conductibilité d’un gaz élec- 
tronique dégénéré est donnée par la 
formule (9.29). En y introduisant 
u= T1, on obtient p=1/0-T. £ 
Cette dépendance est en bon accord ? 
avec l'expérience pour T > @n. Un û 
calcul précis de mécanique quantique 
effectué pour T € 6» donne p— Ti. Fig. 
A des températures faibles, voisines 
de zéro absolu, p se détermine par po (Po/p1 Æ 10° à 105) et dépend 
de la concentration en impuretés, si bien que la résistivité du métal 
reste finie lorsque T— OK (fig. 9.2). 

L'introduction d’une impureté dans un métal pur a pour effet 
d'augmenter p, de ce dernier même si cette impureté est un métal de 
conductivité élevée, par exemple l'argent. La résistivité des allia- 
ges est en règle générale plus élevée que celle des métaux purs, ce 
que s'explique par le fait que leur réseau cristallin est moins régu- 
ier. 

Enfin, il existe des substances appelées les semi-métaux dont la 
conductivité est 10° à 10* fois plus faible que celle de la plupart 
des conducteurs. Les principaux semi-métaux sont Bi, As, Sb et 
certains autres éléments. Leur conductibilité relativement faible 
tient à ce que les bandes d'énergie remplie et vide ne se recouvrent 
que très peu de sorte que seule une petite partie des électrons passent 
dans la bande supérieure libre et participent à la conduction électri- 
que. C’est ainsi par exemple que dans le bismuth un seul électron 
sur 105 atomes participe à la conduction électrique. La résistivité des 
semi-métaux est généralement comprise entre 10-4 et 10-5 Q-.m. 

Souvent on range dans la catégorie de semi-métaux aussi les 
semi-conducteurs dégénérés à forte concentration en impureté (supé- 
rieure à 40°%% m-*) pour laquelle la bande d’impureté se recouvre avec 


T/8» 


.2 
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la bande de conduction. Dans ce cas les semi-conducteurs se compor- 
tent comme des métaux à conductivité pas trop grande, mais aux tem- 
pératures élevées leur comportement devient différent par suite de 
l'excitation des électrons de la bande de valence et de l'apparition 
de la conduction intrinsèque. 

Semi-conducteurs intrinsèques. — La principale différence entre 
la conductibilité d’un semi-conducteur et celle d'un métal tient 
à ce que la première exige une excitation extérieure (thermique, 
lumineuse. etc.). L'énergie d'excitation doit excéder l'énergie 
d'activation du semi-conducteur donné (AE, pour un semi-conducteur 


in 


72° 1% AT 
Fig. 9.3 Fig. 9.4 


intrinsèque et AE, ou AE, pour un semi-conducteur extrinsèque). 
La conduction d'un semi-conducteur intrinsèque est appelée conduc- 
tibilité intrinsèque. L'excitation des électrons de la bande de valence 
et leur passage dans la bande de conduction créent deux types de 
porteurs de charges dans le semi-conducteur: des électrons et des 
trous. En partant de (9.26) on peut écrire 


Ointr = Eftilin + EPUp = EN (Mn + Hp) (9.33) 


où n; est la concentration des électrons dans la bande de conduction 
égale à celle des trous dans la bande de valence. 
En introduisant l'expression (8.39) dans (9.26) et en désignant 
par 6, le coefficient du terme exponentiel. on obtient 
AËg 
Ointr — 00€ "TT. (9.34) 


La valeur de 6, dépend de la nature du semi-conducteur et varie 
faiblement lorsque la température augmente. Prenons le logarithme 
népérien de l'expression (9.34). ce qui nous conduit à une dépendance 
linéaire de In oh1- vis-à-vis de 1/7 (fig. 9.3): 

AE 


In Ointr ane In Do — 57 . 


(9.35) 


La courbe In Ont = f (1/7) permet de déterminer In o, et la 
largeur de la bande interdite du semi-conducteur: AE, — 2k tg a. 
Pour un calcul plus précis il convient de tenir compte de ce que la 
largeur de la bande interdite diminue un peu lorsque T augmente. 

La mobilité des porteurs de charges est environ 10° fois plus 
grande et la concentration du gaz électronique est 10° fois plus 
faible dans les semi-conducteurs que dans les métaux si bien que la 
conductivité des semi-conducteurs est environ 107 fois plus faible 
que celle des métaux. À T = 300 K la conductivité intrinsèque est 
égale à 2.1 S/m pour le germanium et à 2:10-% S/m pour le silicium, 
alors que 017 — 6,3-107 S/m et ocu — 5,6-107 S/m. 

Semi-conducteurs extrinsèques. — La conductivité ôextr d'un 
semi-conducteur dopé est liée à la concentration des porteurs de char- 
ges (des électrons ou des trous) n,,t- et à leur mobilité pu,,4. par 
la relation Oextr — Eftextrlestr de sorte que la variation de ôestr 
en fonction de la température peut se déduire de l’analyse des courbes 
des fig. 8.14 et 9.1. 

Lorsque la température s'élève jusqu'à T = T, (v. fig. 8.14), 
la concentration des porteurs croît suivant une loi exponentielle alors 
que leur mobilité varie suivant une loi puissance (—7-#/? pour de fai- 
bles concentrations en impureté ou — T%/° pour de fortes concentra- 
tions en impureté) si bien que la variation de u,.+- en fonction de 
la température peut être négligée. Alors on a 

| _ BEextr 
Oextr — Cextr 0® Te (3.36) 


où AEestr — AE ou AE, et la courbe In or = f (1/7) est une 
droite (partie a-b du graphique de la fig. 9.4), tg &œ — AE.;tr/2k. 
Après l'épuisement des niveaux d’impureté (T, << T<< T,) la con- 
centration des porteurs de charges libres ne varie pas et la fonction 
Oextr (T) n'est déterminée que par la variation de la mobilité avec 
la température. Au fur et à mesure que la température augmente, la 
conductivité sur la partie b-c diminue parce que bre — T°. 
Pourtant à de fortes concentrations en impureté, lorsque la diffu- 
sion par les atomes ionisés pour laquelle la mobilité des porteurs de 
charges est proportionnelle à T%/? commence à se faire sentir, la pente 
de la partie b-c diminue et peut même changer de signe, c’est-à-dire 
que la conductivité or augmentera lorsque la température s'élè- 
vera. 

Pour T > T,, la conductivité s'accroît de nouveau suivant une 
loi exponentielle grâce à la conductibilité intrinsèque du semi- 

SEx 

conducteur (partie c-d); Oextr © Ointr — 008 ZT et tg B — PE | 

Il convient de signaler une différence substantielle qui existe 
entre les mécanismes de conduction électrique dans les semi-conduc- 
teurs et les métaux. Lorsque la température augmente, le nombre de 
porteurs de charges excités dans le métal reste pratiquement inchangé 
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et la conductibilité électrique se détermine par les processus de diffu- 
sion, c’est-à-dire par la mobilité des électrons qui décroît par suite 
de l’intensification de la diffusion par les vibrations thermiques du 
réseau. Quant aux semi-conducteurs, leur conductibilité électrique 
se détermine en premier lieu par une brusque augmentation du 
nombre de porteurs de charges libres lorsque la température aug- 
mente, de sorte que malgré une intensification des vibrations ther- 
miques du réseau leur conductibilité © croît rapidement. 


$ 9.3. Supraconductivité 


Phénomène de supraconductivité. — Le phénomène de supra- 
conductivité (Kamerlingh-Onnes, 1911) est la soudaine disparition 
de la résistance électrique de certaines substances lorsque la tempé- 
rature est abaissée en dessous d'une certaine valeur critique T,. 
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Fig. 9.6 


(fig. 9.5). Parmi les métaux purs c’est le technétium qui possède la 
température critique maximale (11.2 K) et parmi les alliages, la 
solution solide de Nb,Al et Nb;Ge (20,05 K). 

Près de la moitié de tous les métaux et quelques centaines d’allia- 
ges possèdent les propriétés supraconductrices. Les métaux monova- 
lents, les ferromagnétiques et des métaux qui sont de bons conducteurs 
à la température ordinaire ne possèdent pas à ce qu'il paraît les qua- 
lités de supraconductivité. Les alliages supraconducteurs ne sont 
pas nécessairement constitués de métaux supraconducteurs, ils 
peuvent même contenir des semi-conducteurs (GeTe, SrTiO, par 
exemple). Aux températures ordinaires, la conductivité des supra- 
conducteurs est moins élevée que celle des métaux normaux. 

Les propriétés de supraconductivité dépendent du type de struc- 
ture cristalline. Le changement du type de réseau cristallin. sous 
l'effet de fortes pressions par exemple, peut faire passer la substance 
de l’état normal à l'état supraconducteur. Les températures critiques 
des isotopes (7 .;) des éléments capables de passer à l’état supracon- 
ducteur sont liées aux masses ,; des isotopes par la relation 
Tai (Mi) 2 = CE (effet isntopique). L'introduction d'une impureté 
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dans un supraconducteur rend moins brusque le passage de l'état 
normal à l’état supraconducteur (fig. 9.6). 

L'enregistrement des propriétés supraconductrices d'un cristal 
se fait soit en mesurant la chute de tension entre les bornes d’un 
échantillon qui s'annule pour T << T,, soit en observant le champ 
magnétique produit par le courant circulant dans le supraconducteur. 
Si le supraconducteur est réalisé en forme d’un circuit fermé, le cou- 
rant /, qui y est induit à l’aide d’un champ magnétique extérieur 


doit décroître suivant la loi Z(t) = 14e ! L où R est la résistance 
et L, l'inductance du circuit. En mesurant la variation en fonction 
du temps du champ magnétique engendré par le courant dans le cir- 
cuit. on peut déterminer J (t) et donc la résistance À. Les expérien- 
ces montrent que la résistivité d’une substance à l'état supraconduc- 
teur est au moins inférieure à 10-%* Q-m. 

Théorie de BCS. — Une explication satisfaisante du phéno- 
mène de supraconductivité a été donnée à l’aide de deux théories 
qui se complètent l’une l’autre : de la théorie développée par Bardine, 
Cooper, Schrieffer et Bogolioubov (théorie de BCS) et de la théo- 
rie, œuvre de nombreux physiciens, particulièrement Ginzburg, 
Landau, Abrikosov et Gorkov. Ces théories étant bien complexes et 
basées sur un appareil mathématique volumineux, nous considérons 
dans ce qui suit seulement les principes de la théorie de BCS. 

Aux basses températures la résistance électrique des métaux se 
détermine par la diffusion des électrons par les imperfections du 
réseau cristallin. Un événement de diffusion provoque un déplace- 
ment localisé des ions du réseau par le champ de l’électron et l’ap- 
parition de la vibration normale dans le réseau, c’est-à-dire d'un 
phonon qui se propage dans le cristal et peut être absorbé par un 
deuxième électron. Frôhlich a montré qu'entre les électrons qui 
échangent des phonons peuvent s’exercer des forces d'attraction 
supérieures à des forces de répulsion coulombiennes et assurant la 
réunion des électrons en paires (paires de Cooper), telles que l'éner- 
gie d’une paire d'électrons liés est inférieure de l’énergie deliaison 
à l'énergie des électrons libres. 

La probabilité de réunion en paires est la plus grande pour les 
électrons dont les impulsions et les spins sont égaux et antiparallèles 
et l'énergie est voisine de Er. Tout se passe comme si des molécules 
étaient formées de deux électrons et possédaient une impulsion et un 
spin nuls. Ceci signifie que les paires de Cooper sont des bosons et 
qu'elles se réunissent (se condensent) en un ensemble ordonné et 
lié occupant un même niveau d'énergie situé de A au-dessous du 
niveau de Fermi. 

La corrélation spatiale entre les électrons s'effectue dans les 
limites d'une distance Ë appelée longueur de cohérence. C'est la 
valeur moyenne de la distance minimale sur laquelle s'exerce l'at- 
traction entre les phonons. La quantité E détermine la dimension 
minimale de la région dans les limites de laquelle peuvent se produire 
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des variations substantielles du degré d'ordre des électrons réunis 
en paires (en particulier, une variation de leur concentration). 

L'étendue spatiale de la fonction d'onde d'une paire d'électrons 
est de l'ordre de E et, si cette paire est considérée comme une molécule 
liée (ce qui est une approximation assez grossière), la longueur de 
cohérence £ peut être prise pour l'étendue dans l’espace d'une paire 
d'électrons. 

Dans des semi-conducteurs purs la longueur de cohérence E, est 
de l'ordre de 10-5 m. Dans des semi-conducteurs dopés elle diminue 
suivant la loi E — (E,A.)/®?, où A, est le libre parcours moyen de 
l’électron. En mème temps, la distance entre les paires d'électrons 
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est de l’ordre de 1078, de sorte que le volume E* renferme les centres 
de masses d'environ 10? paires d'électrons dont les fonctions d'onde 
se recouvrent, ce qui veut dire que les paires ne sont pas isolées l’une 
de l’autre mais liées les unes aux autres, c'est-à-dire ordonnées. 

Le diagramme de la distribution de densité d'états des électrons 
suivant les énergies (fig. 9.7) comporte une fente énergétique dont la 
largeur 2A se détermine par les forces d'interaction entre toutes les 
paires mises en commun et présente une valeur considérablement 
plus grande que l'énergie de liaison d’une paire, de ce fait, une 
paire d'électrons se déplaçant dans le cristal ne peut pas s’exciter, 
c'est-à-dire recevoir de l'énergie de la part du réseau. Autrement dit, 
les paires d'électrons ne sont pas diffusées par le réseau, leur impul- 
sion globale ne varie pas et p — 0. Sous l’action d’un champ électrique 
extérieur l'impulsion totale des paires devient légèrement différente 
de zéro et un courant électrique prend naissance dans le supraconduc- 
teur. Pourtant la fonction modifiée de distribution suivant les 
composantes de l'impulsion ne peut pas revenir à sa forme symétrique 
par suite des collisions si bien que le courant continuera à circuler 
sans s’amortir. 

Pour 0<T<T,, le cristal comporte en plus des paires cou- 
plées de Cooper un certain nombre d’électrons non liés occupant des 
niveaux supérieurs à £r + A et se comportant comme des électrons 
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ordinaires de conduction. La distribution de Fermi pour ces élec- 
trons s'écrit sous la forme 


1E-[ep(5)+1]" (9.37) 


où E’ — (E° + A°)1/?, E étant l'énergie comptée à partir du ni- 
veau de Fermi. 

Puisque À > AT, la valeur de f (£) est petite et donc la con- 
centration des électrons non liés est faible. 

A T — 0, la largeur de la fente énergétique 2A (0) = 3,52 &T.. 
Lorsque la température du cristal augmente, les vibrations thermi- 
ques des atomes deviennent plus intenses, ce qui fait apparaître des 
phonons capables de détruire des paires et donc de réduire le degré 
d'ordre du système d'électrons. En même temps la propagation des 
phonons entre les paires électroniques devient plus difficile. 
Les calculs montrent que tout ceci conduit à une diminution de la 
largeur de la fente énergétique et pour T = T, la valeur de À (T} 
s'annule (fig. 9.8). En même temps les paires ordonnées de Cooper 
se détruisent et le gaz électronique passe à l’état normal. 

Les substances à haute conductivité se caractérisent en règle 
générale par une faible interaction électron-phonon, de sorte que 
les paires de Cooper ne s’y forment pas et ces substances ne passent 
pas à l’état supraconducteur. 

Selon la théorie de BCS, l'énergie de liaison des électrons par 
suite de l’échange de phonons et donc la température critique Te 
sont proportionnelles à la température de Debye 6, qui dépend à son 
tour du poids atomique moyen et de la densité de la substance. Ceci 
explique l'effet isotopique qui s'observe dans la plupart des supra- 
conducteurs. 

L'absence d'échange d'énergie entre les paires de Cooper et le 
réseau cristallin conduit à une baisse notable de la conductibilité 
thermique de la substance lorsqu'elle passe à l’état supraconducteur. 
C'est ainsi par exemple que la conductibilité thermique du plomb est 
100 fois plus faible à T << T, qu'à la température ordinaire. 

L'’anisotropie des cristaux se manifeste également dans la supra- 
conductivité. La valeur de A dépend de la direction cristallogra- 
phique et varie dans les limites de 10 à 20 %. 

Propriétés magnétiques de supraconducteurs. — Lorsqu'une subs- 
tance passe à l'état supraconducteur, le champ magnétique est 
expulsé de sa masse (fig. 9.9) si bien que le supraconducteur devient 
un diamagnétique parfait (effet Meissner). Un champ magnétique 
extérieur induit sur la surface du supraconducteur des courants qui 
engendrent à leur tour un champ magnétique qui compense com- 
plètement le champ extérieur dans tout le volume du corps. Le champ 
magnétique se concentre dans une mince couche près de la surface 
du supraconducteur et décroît suivant une loi exponentielle B (r) — 
= B,e-"’À, où B, est l'induction magnétique près de la surface; 
r, la distance comptée à partir de la surface vers la profondeur du 
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corps; À, un paramètre appelé profondeur de pénétration (distance 
sur laquelle l'induction magnétique tombe à la fraction 1/e de sa 
valeur de surface). 

Lorsque la température s’élève au-dessus de 0,87 .. le paramètre à 
commence à croître et devient infiniment grand pour 7 = T.. 
A partir de cet instant le champ magnétique pénètre dans tout le 
volume du corps. La fonction À (T) s'exprime par 


à = lo — (TITI, (9.38) 


où À, = À |r-0 (de l'ordre de 5-10-8 m). 

L'augmentation de l'intensité du champ magnétique extérieur 
jusqu'à une valeur critique #£. fait passer la substance de l’état su- 
praconducteur à l’état normal. Le champ critique $£. varie en fonc- 
tion de la température suivant une loi 


Be (T) = EE U — 1,06 (TIT..)*] (9.39) 
au voisinage de 7 = 0 K et une loi 
Se (T) = 1,738 0 (1 — T!T.) (9.40) 


au voisinage de 7,, où 4, est l'intensité critique à T = 0 
(fig. 9.10, a). 

Les propriétés magnétiques des supraconducteurs dépendent de 
façon substantielle de leur type. On distingue des supraconducteurs 
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de première espèce, ou « mous » et des supraconducteurs de deuxième 
espèce, ou « durs ». Les supraconducteurs de première espèce sont des 
métaux purs (excepté Nb) et ceux de deuxième espèce sont des métaux 
comportant un nombre suffisant de défauts (impuretés, dislocations, 
etc.), ainsi que divers composés et alliages. Le type de supraconduc- 
teur dépend du rapport entre la longueur de cohérence (dimension de 
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la paire) E et la profondeur de pénétration À du champ. Ce rapport 
est égal à x = NE < 1/V 2 pour les supraconducteurs de première 
espèce et à x > 1/J/ 2 pour ceut de deuxième espèce (x étant le 
paramètre de Ginzburg-Landau). 


Le comportement de ces deux types de supraconducteurs dans un 
champ magnétique au voisinage de l’intensité critique est différent. 
Lorsque l'intensité du champ magnétique s'élève pour TT; 
le supraconducteur de première espèce revient brusquement à l’état 
normal dès que #£ devient égale à 4£.. Dans des ‘échantillons de 
forme cylindrique ce passage se fait simultanément dans tout le 
volume du corps si le champ magnétique extérieur est parallèle à l’axe 
du supraconducteur. Dans des corps de forme plus compliquée ainsi 
que dans le cas où le champ magnétique extérieur est non uniforme, 
la croissance de #£ fait apparaître d'abord des régions microscopiques 
d’état normal de dimensions de l’ordre de 1 mm (en des points où 
est réalisée la condition #£ = .%£.) qui alternent avec des régions 
supraconductrices. C'est un état intermédiaire. C'est seulement pour 
= , qu'un cristal supraconducteur de première espèce revient 
entièrement à l'état normal. 

Dans les supraconducteurs de deuxième espèce le passage à l’état 
normal s'effectue progressivement avec l'augmentation de l’inten- 
sité du champ magnétique extérieur, de £ 4 à £... Dans cet inter- 
valle la substance existe à la fois en deux phases : supraconductrice 
et normale (état mixte). La variation en fonction de la température 
des intensités critiques inférieure d ., et supérieure -Æ .. est montrée 
sur la fig. 9.10, b. 


Pour € > 4€ le champ magnétique commence à pénétrer dans 
le cristal sous forme de filaments minces entourés par des tourbil- 
lons de courant supraconducteur dont chacun porte un quantum de 


Se U _ 5 à 
flux magnétique & = 2,07-10-1% Wb. La structure stratiforme des 


supraconducteurs a été mise en évidence expérimentalement par la 
méthode des figures en poudres. Le rayon du filament est de l’ordre 
de £, le champ s’annule à la distance À du filament, c’est-à-dire 
qu’il englobe des régions considérables du supraconducteur. Lorsque 
Ge augmente, la concentration des filaments augmente elle aussi, les 
filaments se rapprochent et pour %£ = #£,., lorsque la distance 
entre les filaments devient de l’ordre de À, le supraconducteur revient 
complètement à l'état normal. 

Les courbes de variation de l'induction magnétique dans un 
supraconducteur en fonction de l'intensité du champ magnétique 
extérieur (courbes d'aimantation) sont représentées sur la fig. 9.11. 
Dans un supraconducteur de première espèce l'induction magnétique 
est nulle jusqu’à l'instant où SG = #£.. après quoi elle croît brus- 
quement par suite du passage du supraconducteur à l’état normal 
(fig. 9.11, a). Dans un supraconducteur de deuxième espèce ce pas- 
sage s'effectue progressivement pendant l'intervalle 5# 41-50 
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(fig. 9.11, b). Si le réseau cristallin présente des défauts multiatomi- 
ques, surtout des dislocations, la courbe a un caractère hystérétique, 
puisque les défauts empêchent les filaments de champ magnétique 
de quitter le supraconducteur lorsque ‘“# diminue. 

L'état supraconducteur peut être détruit par le champ magnétique 
dû au courant circulant dans le supraconducteur si ce courant est 
supérieur à la valeur critique 7... Des échantillons de forme cylindri- 
que en métal pur satisfont à la règle de Silsbee : le courant critique 7. 


Fig. 9.11 


est égal au courant engendrant 4£.. Pour des échantillons de petites 
dimensions (couches, fils) ainsi que pour des alliages, le champ pro- 
duit par le courant 7. diffère de façon substantielle de 4, et dépend 
fortement des défauts dans la structure cristalline. Dans les supra- 
conducteurs de deuxième espèce le courant critique augmente avec 
les imperfections dans la structure cristalline. 

L'utilisation des supraconducteurs en forme de films minces 
(d'épaisseur inférieure à 500 nm) conduit à une croissance notable de 
l'intensité critique du champ magnétique si celui-ci est orienté 
parallèlement à la surface du film. 

Mesure de la largeur de la fente énergétique. — La grandeur de 
la fente énergétique peut être déterminée en mesurant l’absorption 
d’un rayonnement par un supraconducteur, qui commence pour 
hv > 2A. En effet, on a constaté une absorption intense d’un rayon- 
nement électromagnétique à des fréquences de 10!1 à 101? Hz, ce qui 
correspond à une largeur de la fente près de 10-* eV, c’est-à-dire 
de l’ordre de ÀT.. Pourtant des mesures précises sont difficiles 
à réaliser du fait que cette gamme de fréquences se situe dans l’infra- 
rouge lointain. 

Des résultats nettement plus précis ont été obtenus par la mesure 
de l'effet tunnel entre un supraconducteur et un métal normal ou 
entre deux supraconducteurs à travers une mince couche d’oxydes 
(effet Givert). La caractéristique courant-tension d'un contact su- 
praconducteur-diélectrique-métal et les diagrammes des énergies sont 
représentés sur la fig. 9.12. A l'équilibre, les niveaux de Fermi du 
métal Er, et du supraconducteur Ær, sont identiques. L’échange 
d'électrons à travers la couche d’oxydes par effet tunnel ne se pro- 
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duit pas parce que les électrons doivent passer à des niveaux énergé- 
tiques libres situés à la même hauteur, or, comme on peut le voir sur 
la figure, de tels niveaux sont absents. Pourtant si une tension posi- 
tive V est appliquée au supraconducteur, tous ses niveaux énergéti- 
ques seront abaissés de eV et en regard du niveau de Fermi du métat 
il y aura des niveaux énergétiques libres du supraconducteur aux- 
quels peuvent passer par effet tunnel les électrons de conduction du 
métal. C'est pourquoi un courant commence à circuler à travers le 
contact à partir de la différence de potentiel V, — A'e. Le point où 


Fig. 9.12 


le courant commence à croître correspond donc à V, sur la courbe 
courant-tension, à l’aide de ce point on peut déterminer la va- 
leur de A. 

Effets Josephson. — Josephson a découvert en 1962 deux nou- 
veaux effets dans les supraconducteurs qui ont servi de base pour la 
réalisation d'appareils électroniques extrêmement précis. Il a mon- 
tré que lorsque deux supraconducteurs sont mis en contact à travers 
une couche diélectrique d'épaisseur inférieure à 1 nm, il y a passage 
d’un courant électrique à travers ce contact sans tension extérieure 
appliquée (effet Josephson continu ou stationnaire). 

Lorsque le courant à travers le contact dépasse une certaine 
valeur critique /,. il apparaît une différence de potentiel V, et le 
courant commence à osciller entre les deux supraconducteurs à la fré- 
quence v — 2eV,/h — 483,6-10% V, MHz (effet Josephson alternatif 
ou non stationnaire). En mème temps il y a émission d’un rayonne- 
ment électromagnétique cohérent monochromatique de faible puis- 
sance (de l’ordre de 10-1* W) à des fréquences de 10* à 105 MHz. 
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Dans le cas où le contact de deux supraconducteurs est soumis 
à l’action d’un signal en micro-ondes de fréquence v, la caractéristi- 
que courant-tension présente des sauts de courants (fig. 9.13) pour 
des tensions Ÿ, pour lesquelles est réalisée la condition 2eV, = nhv 
{n = 1, 2.3,...). On assure ainsi une détection d’un rayonnement 
extérieur et cela avec un seuil de sensibilité jusqu'à 10-44 W, ce qui 
est supérieur de deux ordres de grandeur 
I à la sensibilité de tout détecteur fonction- 
nant dans le domaine des ondes submillimé- 

triques. 

Les effets Josephson sont dus à des phé- 
nomènes purement quantiques inhérents 
aux corps solides. Une paire d'électrons de 

m Cooper se caractérise par une fonction 
. d'onde qui définit la probabilité de dis- 
Fig. 9.13 position du centre des masses de cette 
paire. Comme toutes les paires ont des 
impulsions égales, il en est de même des longueurs d’onde de de 
Broglie. En outre. les phases des fonctions d'onde sont elles 
aussi les mêmes, ce qui résulte de l'ordre parfait des paires. 
Autrement dit, les fonctions d'onde des paires d'électrons de Cooper 
se confondent ; le mouvement est identique pour toutes les paires 
dans le cristal et peut donc se décrire par une seule fonction d'onde 
4 — Ceivet | |* définit la densité des paires d'électrons. La vitesse 
de mouvement des paires et le courant dans le supraconducteur sont 
proportionnels au gradient de phase de la fonction d'onde (71 = Væ). 
Dans un supraconducteur. la différence de phase de la fonction 
d'onde entre ses points distincts est rigoureusement fixe, ce qui 
témoigne de l'ordre à grande distance dans la disposition des paires. 
A la frontière du cristal la fonction d'onde décroît rapidement, mais 
si la distance au deuxième supraconducteur est inférieure à 1 nm, 
les fonctions # des deux supraconducleurs se recouvrent et une 
différence de phase apparaît à l'endroit de recouvrement, car les 
phases des fonctions d’onde dans les deux supraconducteurs sont 
différentes. La différence de phase A est à l'origine du courant 
Josephson stationnaire Z — 7, sin A, où Z, est le courant critique 
(— 100 mA) déterminé par la résistance R de la jonction à T > T,.et 
fortement dépendant du champ magnétique extérieur: 


A(T) 
eR 2KT 


(9.41) 


Lorsqu'une source extérieure est appliquée et la résistance de 
charge dans le circuit d'alimentation diminue, le courant J croîtra 
(de même que Aw) et pour 7 = 1,. quand Ag = n/2, la supraconduc- 
tivité du diélectrique se trouve détruite et une différence de poten- 
tiel V, de quelques millivolts s'établit sur la jonction. Le calcul 
montre que dans ce cas la différence de phase devient en chaque point 
de la fonction une grandeur variable dans le temps, obéissant à la 
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2 
condition ms = + V;. ce qui conduit à l'apparition d'un courant 


alternatif. Ün échange de paires d'électrons se produit par effet 
tunnel entre les supraconducteurs mais comme l'énergie d'une paire 
effectuant un passage par effet tunnel doit rester inchangée, l'excès 
d'énergie obtenu grâce à la différence de potentiel V, est rayonné sous 
forme d'un quantum Av — 2eV, (l'énergie du quantum est égale 
à 2eV,. car la charge de la paire est de 2e). 

Les jonctions Josephson sont réalisées en déposant par évaporation, 
sur un support en verre, une couche de supraconducteur (d'étain 
par exemple), en l'oxydant et puis en déposant, également par 
évaporation, une deuxième couche supraconductrice. 

Utilisation des propriétés supraconductrices des substances. — Le 
phénomène de supraconductivité trouve des applications industriel- 
les de plus en plus nombreuses. Deux facteurs y contribuent: 
premièrement, les besoins croissants en aimants et lignes de trans- 
mission de très grande puissance et, deuxièmement, la mise au point 
des appareillages perfectionnés et économiques pour l'obtention 
des basses températures. 

Une attention particulière est portée aux supraconducteurs de 
deuxième espèce caractérisés par une température critique élevée et 
par de fortes intensités du courant critique, ce qui permet de les 
utiliser dans des transformateurs de grande puissance (jusqu’à 105 kW) 
ainsi que pour l’obtention de champs magnétiques extrèmement 
forts dans des installations d'étude et de recherche. Le supracon- 
ducteur le plus connu est Nb,Sn (T. = 18.05 K, dc Æ 1.6-107 A'm) 
qui laisse passer des courants de densité jusqu’à 10° A’m°. Dans des 
aimants supraconducteurs à bobinages en Nb;Sn on a réalisé des 
champs jusqu'à 107 A/m. Les alliages Nb-Zr, Nb-Ti, Nb-Zr-Ti et 
autres trouvent eux aussi des applications. On a mis au point 
des projets de lignes de transport d'énergie de grande puissante par 
câbles supraconducteurs. 

L'effet Meissner dans les supraconducteurs permet de réaliser 
des blindages magnétiques ainsi que des paliers supraconducteurs 
sans frottement pour les moteurs électriques et les gyroscopes. On 
peut également élaborer des bolomètres hautement sensibles fonc- 
tionnant dans l’infrarouge (ayant une sensibilité jusqu'à 10-! W) 
basés sur La forte pente de variation de la résistance 9p/0T aux tem- 
pératures critiques dans un supraconducteur de première espèce. 
Dans des calculateurs électroniques on utilise des commutateurs 
supraconducteurs à haute vitesse (jusqu'à 10? s) appelés cryotrons et 
constitués par deux fils (ou films) ayant des intensités différentes 
des champs critiques. En faisant passer un faible courant dans le fil 
ayant la plus grande valeur de 4£., on peut créer un champ magné- 
tique qui fait passer à l’état normal le fil présentant l'intensité >£. 
la plus faible et donc contrôler le courant qui le traverse. 

La découverte des effets Josephson a permis de réaliser plusieurs 
dispositifs électroniques de haute précision et en particulier des 
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détecteurs de rayonnements infrarouges, des oscillateurs UHF de 
très faible encombrement (—10-1% m°) fonctionnant en ondes milli- 
métriques et submillimétriques avec une puissance qui sera élevée, 
à ce qu'il paraît, jusqu’à 10 uW et ayant une haute pureté spectrale, 
une large gamme de fréquences et un mécanisme bien simple de chan- 
gement de fréquence. On peut également prévoir la réalisation de 
commutateurs pour des circuits logiques, de magnétomètres de 
haute sensibilité (utilisant la variation de 7, en fonction de #Æ£), de 
galvanomètres, de changeurs de fréquence, etc. L'étude de l'effet 
Josephson alternatif a permis de déterminer pour la première fois le 
rapport k/e avec une haute précision (jusqu’à 10-% %) à partir de la 
relation hkv — 2eV.. 

Problème de la supraconductivité à haute température. — Le 
principal obstacle qui s'oppose à un large emploi des substances 
supraconductrices est la nécessité de faire fonctionner des installa- 
tions à la température de l’hélium liquide, ce qui présente de 
grandes difficultés techniques et n’est pas toujours économiquement 
justifié. L'apparition de supraconducteurs ayant des températures 
critiques voisines des températures ordinaires pourrait produire une 
vraie révolution en électrotechnique. 

Dans le cas où des paires d'électrons sont formées par l’intermé- 
diaire des phonons la température critique T. Æ 0,1 6, et comme 
67 Æ 100 à 400 K, la température T. ne peut pas excéder 40 K. 
Une des dernières acquisitions est l’obtention d’un alliage à base de 
niobium ayant une température critique T7. — 23 K et pouvant 
donc fonctionner dans l’atmosphère d'hydrogène liquide dont la 
température d’ébullition est égale à 20,3 K. 

Pour obtenir une hausse appréciable de la température critique 
il est nécessaire de réaliser des structures dans lesquelles la formation 
de paires d'électrons ne serait pas liée à l'échange de phonons. La 
théorie de telles structures est déjà développée mais leur réalisation 
pratique reste problématique. On envisage en particulier de créer 
des conditions dans lesquelles les paires d'électrons seraient formées 
grâce à l'échange d’excitons qui possèdent par rapport aux phonons 
des fréquences d’oscillations limites plus élevées et donc un équiva- 
lent plus haut de température de Debye (6,, Æ 10% à 105 K). Ginz- 
burg a proposé une structure prometteuse du type « sandwich » dans 
laquelle les couches diélectriques alternent avec des couches métal- 
liques minces (1 à 3 nn) et le déplacement des excitons dans le dié- 
lectrique favorise la formation de paires d'électrons dans le métal. 
On envisage également d’utiliser des molécules polymères supracon- 
ductrices à longue chaîne dans lesquelles les électrons de conduction 
se déplacent le long des axes des molécules et les forces d'attraction 
sont assurées par des oscillations des électrons dans des ramifications 
latérales de la chaîne. Il en résulterait une élévation de la tempéra- 
ture critique 7, jusqu’à 2400 K. Pourtant la faible stabilité d’une 
telle structure laisse un doute sur la possibilité de sa réalisation 
pratique. 
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$ 9.4. Semi-conducteurs 
dans des champs électriques forts 


La loi d'Ohm pour un semi-conducteur (9.22) affirmant la pro- 
portionnalité de la densité de courant à l'intensité du champ électri- 
que appliqué a été obtenue dans l'hypothèse où la concentration des 
porteurs de charges et le temps de relaxation (et donc la mobilité des 
porteurs de charges) sont indépendants de la valeur de &. Or, une 
telle hypothèse n'est justifieé que pour des champs relativement fai- 
bles. Pour des intensités suffisamment élevées du champ, la concen- 
tration et la mobilité des porteurs de charges deviennent une fonction 
de £ et la loi d'Ohm cesse d’être valable. De surcroît, dans certaines 
conditions, des états instables peuvent se produire et provoquer des 
oscillations du courant dans le semi-conducteur. 

Variation de la mobilité des porteurs de charges en fonction de 
l'intensité de champ électrique extérieur. — Le temps de relaxa- 
tion égal approximativement au temps du libre parcours moyen 
d’une particule peut être défini par le rapport du libre parcours moyen 
de l’électron entre deux collisions consécutives à sa vitesse moyen- 
ne: 


{T)= (A.)/ (v). (9.42) 


La vitesse v de l’électron vaut à son tour la somme de la vitesse v, 
de l'agitation thermique et de la vitesse de dérive Ver — Uné 
acquise sous l’effet du champ électrique. Dans des champs faibles, 
Lier Lo et l'influence du champ sur la valeur de (tr) et donc 
sur la mobilité des porteurs de charges est négligeable. Cependant, 
lorsque l'intensité de champ € augmente, l'énergie e€ (A.) accu- 
mulée par l’électron sur le libre parcours moyen accuse une crois- 
sance appréciable et, pour une certaine valeur 8 = &.,, devient 
égale à l'énergie moyenne de l’agitation thermique: 


Æer AD = SET. (9.43) 

L'intensité du champ critique (en V/m) définie à partir de (9.43) 
3 &kT 

Ecr — Zen) © 106 (9.44) 


sépare les régions des champs faibles et des champs forts dans lesquel- 
les le caractère de mouvement des électrons est nettement différent. 
L'intensité du champ critique dépend du type de semi-conducteur et 
de sa concentration en impureté et accuse une baisse notable lorsque 
la température diminue. La vitesse de dérive est proportionnelle à la 
mobilité des porteurs de charges et, comme la mobilité des électrons 
est plus grande que celle des trous, la valeur de &., est plus petite 
pour les semi-conducteurs de type # que pour les semi-conducteurs de 
type p et donc l'écart à la loi d'Ohm commence plus tôt dans les 
semi-conducteurs de type r que dans ceux de type p. 
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L'énergie Æ reçue par l'électron sur le libre parcours moyen est 
transférée au cours de l’acte de diffusion aux atomes ou aux ions du 
réseau, le temps de relaxation dépendant dans ce cas de facon subs- 
tantielle de £. Dans des champs forts, l’énergie de l’électron se 
détermine principalement par la composante de dérive E — 
= ef (A.) et est donc proportionnelle à l'intensité de champ €. 

On peut montrer que dans le cas de la diffusion par les vibrations 
thermiques du réseau le temps de relaxation et la mobilité des por- 
teurs de charges sont proportionnels à Æ-!/? si bien que pour le 
mécanisme de la diffusion électron-phonon y, — €”1/?. Dans la dif- 
fusion des porteurs de charges par des impuretés ionisées, t — Æ%/? 
et un — €%°. On voit donc que dans des champs forts la mobilité 
des porteurs de charges dépend de l'intensité du champ extérieur ap- 
pliqué et la loi d'Ohm n'est pas observée: la mobilité des porteurs 
de charges et le courant peuvent soit augmenter, soit diminuer, lors- 
que # croît, suivant le mécanisme de la diffusion. 

Dans des champs électriques de forte intensité, l'énergie 
cinétique moyenne des électrons est plus grande que l’énergie ther- 
mique d'équilibre correspondant à la température du réseau. Cela 
est équivalent à une élévation de la température du gaz électronique 
qu'une excitation extérieure (qui peut être assurée par d’autres pro- 
cédés, à l’aide de quanta de lumière par exemple) a fait passer dans 
l’état hors d’équilibre. Les électrons excités dont l'énergie moyenne 
est supérieure à l'énergie thermique en équilibre sont appelés élec- 
trons chauds et le processus d’excitation lui-même s'appelle échauffe- 
ment du gaz électronique. 

En introduisant la notion de température du gaz électronique 
(température électronique) T,, on suppose que la distribution de 
Maxwell-Boltzmann reste valable pour les électrons chauds, ce qui 
est une hypothèse non confirmée expérimentalement dans des champs 
forts. Pourtant, pour la commodité. on convient d’utiliser le terme 
« température électronique » en la définissant de même que dans la 
statistique de Maxwell-Boltzmann, à partir de la condition + = 
3 


= + ÀT.. Pour le silicium et le germanium, le rapport de la tempé- 


rature électronique à la température du réseau cristallin peut se 
déterminer par l'expression 


Te _1 37 { UnoË |? 71/2 
+ er(t+(i+<$ (ee) } CF) 
où Uno est la mobilité des électrons dans des champs faibles; Uicn, 
la vitesse du son dans le cristal. 

Comme une augmentation de l’intensité du champ extérieur 
provoque une élévation de la température du gaz électronique, la 
dépendance u, (€) est qualitativement la même que celle traduite 
par la courbe u, (7), c'est-à-dire que si l’intensité de champ augmen- 
te, la mobilité des porteurs de charges commence d’abord à croître et 
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puis elle diminue progressivement par suite de la diffusion des élec- 
trons par des phonons acoustiques (fig. 9.14). 

Dans des champs d'intensité supérieure à 10% V'm, la mobilité 
des porteurs de charges commence à décroître rapidement et devient 
proportionnelle à &”!, alors que la vitesse de dérive et le courant 
atteignent leurs valeurs de saturation. Cela est lié à la diffusion des 
électrons par des phonons optiques qui peuvent être excités par des 
électrons chauds dans des champs forts, ce qui explique pourquoi la 
vitesse de dérive limite dans le semi-conducteur ne dépasse pas 
105 m/s. Les courbes expérimentales traduisant la variation de la 
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vitesse de dérive des porteurs de charges en fonction de l'intensité 
de champ électrique extérieur dans le germanium. le silicium et 
l’arséniure de gallium sont montrées sur la fig. 9.15. 

Variation de la concentration des porteurs de charges en fonction 
de l’intensité du champ électrique extérieur. — La variation de la 
conductivité électrique en fonction de l'intensité du champ extérieur 
due à la variation de la mobilité des porteurs de charges et en particu- 
lier la saturation du courant dans des champs électriques forts sont 
observées expérimentalement pour certains semi-conducteurs dans 
des conditions assurant la constance de la concentration des porteurs 
de charges. Pourtant on observe dans la plupart des cas pour 6 > £,, 
une augmentation brusque exponentielle du courant provoquée par 
l'augmentation du nombre de porteurs de charges dans le semi-con- 
ducteur sous l'effet d’un champ extérieur de forte intensité. Les 
causes d'augmentation de la concentration des porteurs de charges 
peuvent être constituées par l’ionisation thermoélectronique, l’ioni- 
sation par choc et l’ionisation électrostatique. 

L'ionisation thermo-électronique détermine le processus de croissan- 
ce du nombre de porteurs de charges dans des champs d'intensité 
de 105 à 107 V/m et consiste en une déformation des puits de potentiel 
des atomes donneurs sous l’effet du champ électrique et en une diminu- 
tion de l’énergie d'activation. La forme du puits de potentiel en l’absen- 
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ce et en présence de champ électrique fort est montrée sur la fig. 9.16. 

L'énergie nécessaire pour arracher un électron à un atome d’impureté 

diminue par suite de la réduction de la barrière de potentiel sur la 

frontière du puits d’une quantité AE = at!/?, où a = ( La ne 
TErto 

La réduction de AE de l'énergie d'activation entraîne à son tour une 
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augmentation de la concentration des électrons dans la bande de 
conduction : 


n=(NiN.)' *e ZT = ner = ne VE, (9.46) 


où n, est la concentration des porteurs de charges pour € = 0; 
A = a/(28T). 

La variation de la conductivité par suite de l’ionisation thermo- 
électronique se décrit respectivement par l'expression 


AVS & 
Oextr — Cextr œ*} Les (9-47) 


qui porte le nom de Loi de Frenkel. Ici, oe.tro est la conductivité 
pour Ë << Ëer- 

Dans des champs voisins des champs critiques la fonction 
Oextr(é) prend une forme légèrement différente (loi de Pool): 


Oextr — Cextr 00287 cr) : (9.48) 


Dans un champ électrique uniforme l'énergie potentielle d’un 
électron étant U= — efx, la structure des bandes d’un cristal placé 
dans un tel champ se trouve modifiée : les bandes sont inclinées par 
rapport à l’axe de coordonnées d’un angle @ tel que tgq = e£ 
(fig. 9.17). En même temps, le champ extérieur conduit à la levée de 
la dégénérescence et à la décomposition des niveaux énergétiques 
(effet Stark) si bien que les bandes permises s’élargissent au détri- 
ment des bandes interdites. Dans ces conditions, le passage d’un 
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électron dans la bande de conduction à partir de la bande de valence 
ou des niveaux d’impureté devient possible soit grâce à l'énergie 
supplémentaire acquise au cours des collisions avec d’autres élec- 
trons (transition Z de la fig. 9.17, a), soit par effet tunnel à travers 
la bande interdite sans changement de l’énergie (transition 2 de la 
fig. 9.17, a). La première transition correspond à l’ionisation par 
choc et la seconde, à l’ionisation électrostatique. 

L'ionisation par choc se produit dans des semi-conducteurs sou- 
mis à des champs électriques d'intensité de 10% à 105 V/m. Dans un 
tel champ un électron de conduction peut acquérir une énergie 
suffisante pour l’ionisation d'un atome de semi-conducteur. Cette 
énergie sera transférée à l'atome lors de la collision inélastique si 
bien que l’un des électrons de l'atome passera dans la bande de 
conduction. On voit que ce sont déjà deux électrons qui acquièrent 
de l’énergie dans le champ et le processus d’ionisation prend ainsi 
l'allure d’une avalanche. 

Avec des intensités du champ électrique relativement faibles, 
l’électron ne peut pas accumuler sur le libre parcours moyen A. l’é- 
nergie suffisante pour l'ionisation d’un atome neutre, mais comme 
la perte d'énergie lors d’une collision est inférieure à son accroisse- 
ment entre les collisions, l’électron peut recevoir de la part du 
champ l'énergie d'ionisation par suite de plusieurs collisions 
consécutives (fig. 9.17, b). Une telle ionisation par étapes, dite 
ionisation à basse tension, s'accompagne d’une augmentation appré- 
ciable de la vitesse de mouvement désordonné des électrons. Dans des 
champs plus intenses, l’électron peut acquérir l'énergie suffisante 
pour l’ionisation d’un atome sur un seul libre parcours (fig. 9.17, c). 
C'est l’ionisation à haute tension qui s'accompagne de l’augmentation 
de la vitesse de mouvement ordonné (d'ensemble) des électrons. Les 
trous qui se déplacent dans la bande de valence sont capables eux 
aussi de produire l’ionisation par choc et de s'accroître en avalanche. 

Dans des champs d'intensité de 108 à 10° V/m, c'est-à-dire pour 
des tensions qui précèdent le claquage, on observe le passage par 
effet tunnel des électrons de la bande de valence dans la bande de con- 
duction (ionisation électrostatique ou effet Zener). La probabilité w 
d’une telle transition se détermine par la largeur de la bande interdi- 
te et l'intensité du champ électrique: 


* 3/2 
TETE (9.49) 


Une élévation de l'intensité du champ jusqu’à 10° V/m provoque 
une brusque augmentation de la concentration des électrons qui ont 
passé par effet tunnel dans la bande de conduction. L'ionisation 
électrostatique peut être distinguée des autres types d'ionisation du 
fait que la probabilité de transition est indépendante de la tempéra- 
ture du semi-conducteur. 

Dans un état stationnaire, la croissance en avalanche du courant 
est limitée par les processus de recombinaison, car le nombre d'actes 


w=exp| 
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de recombinaison est proportionnel au nombre de porteurs de charges. 
Pourtant dans des champs d'intensité supérieure à 108 ou 10° V/m, 
la conductibilité doit s'accroître brusquement parce que les pro- 
cessus de recombinaison des porteurs de charges ne peuvent plus 
compenser leur croissance en avalanche, ce qui conduit au claquage 
du semi-conducteur. 

Effet Gunn.— Dans des échantillons homogènes de certains 
semi-conducteurs possédant une structure complexe des bandes 
d'énergie peuvent prendre naissance des oscillations à haute fré- 
quence du courant sous l'effet d’un champ électrique continu de forte 
intensité dépassant une certaine valeur du seuil #,. La fréquence 
de ces oscillations est proportionnelle à la vitesse de dérive des por- 
teurs de charges et inversement proportionnelle à la longueur de 
l'échantillon dans le sens du champ appliqué. Cet effet porte le 
nom de Gunn qui l’a découvert en 1963. La cause de l'effet Gunn 
est constituée par la variation de la mobilité des porteurs de charges 
dans le semi-conducteur lorsque l'intensité du champ extérieur 
augmente. 

Une particularité caractéristique des substances dans lesquelles 
se manifeste l’effet Gunn est la présence d'au moins deux minimums 
(vallées) dans le diagramme des énergies Æ (k) de la bande de con- 
duction, séparées par une distance énergétique et telles que la mobi- 
lité des porteurs de charges est plus petite dans la vallée supérieure 
faiblement peuplée par les électrons en l’absence de champ extérieur 
que dans la vallée inférieure. L’arséniure de gallium GaAs en parti- 
culier possède une structure des bandes d’énergies de ce type. C'est 
dans ce semi-conducteur que l’on a observé pour la première fois des 
oscillations électriques pour une intensité du champ extérieur supé- 
rieure à 3-10° V/m. 

La structure d’une bande de conduction à deux vallées est montrée 
sur la fig. 9.18. Pour l’arséniure de gallium A Æ 0,36 eV. Une chose 
importante est que les masses effectives des électrons se trouvant 
dans des vallées différentes se distinguent nettement du fait de la 
différence de rayons de courbure des courbes £ (k). La masse effec- 
tive des électrons se trouvant dans la vallée inférieure est mñ, = 
— 0,072 m., alors que celle des électrons de la vallée supérieure vaut 
m%: = 1.2 m,. Par conséquent, la mobilité des électrons est beau- 
coup plus faible dans la vallée supérieure que dans la vallée inférieure 
lus, & 0,5 m°/(V:s), une & 0,02 m°/(V:s)]. - 

A la température ordinaire, kT € A et les électrons de conduction, 
obéissant à la statistique de Maxwell-Boltzmann. sont pratiquement 
absents dans la vallée supérieure parce que l'énergie d’agitation 
thermique est insuffisante pour faire passer les électrons de la vallée 
inférieure dans la vallée supérieure. Ainsi, la densité de courant 
s'exprime par 

Î = enlhmé: (9.50) 


où n est la concentration des électrons dans la bande de conduction. 
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Dans des champs électriques suffisamment intenses, l'énergie 
moyenne des porteurs de charges s'accroît, le gaz électronique 
s’échauffe et certains électrons ‘acquièrent une énergie suffisante 
pour franchir l'intervalle À séparant les minimums énergétiques si 
bien que la concentration des électrons dans la vallée supérieure 
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accuse une croissance notable. Dans ce cas la densité de courant 
a pour expression 


Ï = € (ibn T Nalno)é) (9.51) 


où etr, = n — n», sont les concentrations des porteurs de charges 
dans les vallées inférieure et supérieure respectivement. 

Introduisons la notion de vitesse de dérive moyenne v,, en 
mettant l’expression (9.51) sous la forme 


Ï = e (mm + rolne)é = ENVaers (9.52) 
d’où 


Daer (£)= bre (I timer (ED £. (9.53) 


Si la décroissance de », (€) est plus’ rapide que celle de £”t, 
alors. vu que Uno & ini. la vitesse de dérive et le courant diminue- 
ront lorsque l'intensité du champ augmentera dans des limites où 
s’effectue un passage intense des électrons dans la vallée supérieure. 
Après que la masse principale d'électrons a passé dans la vallée 


supérieure le courant commence de nouveau à croître linéairement 
avec l'intensité du champ: 


Î = enlinsé. (9.54) 


Ainsi, les courbes traduisant les variations de la densité de 
courant et de la vitesse en fonction de l'intensité du champ électrique 
appliqué comportent des parties descendantes (fig. 9.19 et 9.15 pour 
GaAs). Dans la partie tombante de la caractéristique en N traduisant 
la fonction j (£) la conductance différentielle ©’ = dj/d£ est néga- 
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tive, ce qui conduit comme on le sait à l'apparition d'états instables 
du système. 

Lorsqu'un semi-conducteur à caractéristique en N est placé dans 
un champ électrique uniforme d'intensité supérieure à la valeur de 
seuil, il y a tendance à la décomposition du cristal homogène en des 
régions caractérisées par une conductance et une intensité de champ 
nettement différentes. 

Plaçons le semi-conducteur dans un champ électrique d'’intensi- 
té é,. Dans ce cas la densité de courant sera maximale: j, = env, = 
= eéNUné1. Supposons que dans une certaine région (7, — x,) du 
cristal l’intensité de champ devient un peu supérieure à &, par suite 
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d'une hétérogénéité de structure ou d’une fluctuation aléatoire. Com- 
me le montre la fig. 9.19, une augmentation de l'intensité du champ 
entraîne une diminution de la densité de courant dans la zone de 
fluctuation par suite de la diminution de la vitesse de dérive des 
électrons qui s'accumulent de ce fait dans le plan x, (fig. 9.20) et re- 
tardent par rapport au plan x, en y laissant une charge positive non 
compensée et en formant une couche dipolaire entre x, et x, (domaine 
de haut champ électrique). La formation de la couche dipolaire 
provoque à son tour une augmentation de l'intensité de champ dans 
les limites de r, — x, et renforce le ralentissement de la vitesse des 
électrons. 

Si la tension fournie par la source extérieure est constante, l’aug- 
mentation de l'intensité du champ dans le domaine entraîne sa 
diminution jusqu'à £3 << €1 dans le reste de l’échantillon et donc 
une baisse jusqu’à v, Æ 0,6 v, de la vitesse de mouvement des élec- 
trons à l'extérieur du domaine. Quand les vitesses des électrons à l’ex- 
térieur et à l'intérieur du domaine deviennent égales, l’intensité du 
champ dans le domaine cesse de croître et V3 = Uniés — Un2é d 
où £, est l'intensité du champ à l’intérieur du domaine. Comme l’in- 
tensité du champ à l'extérieur du domaine est inférieure à &:, il 
ne se forme dans le cristal qu'un seul domaine de haut champ et en 
règle générale ce domaine prend naissance au niveau de l’inhomogé- 
néité due à la cathode (borne négative de la source extérieure). 

Le champ extérieur force le domaine à se déplacer du point de 
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sa formation vers l’anode avec la vitesse v,. Tant que le domaine par- 
court l’échantillon de la cathode à l’anode, la densité de courant dans 
l'échantillon vaut j: — env; = enuriéx, mais à l'instant où 
le domaine atteint l’anode et se détruit, elle s'élève brusquement 
jusqu’à 7, tandis que l'intensité du champ devient égale à #: 
(fig. 9.21). C’est ainsi que sont créées les conditions pour la formation 
d’un domaine suivant et tout le processus se répète périodiquement 
à la fréquence © — 2x 2 
vitesse de propagation du domaine v, Æ 10° m's et la longueur de 
l'échantillon L Æ 107 m, de sorte que les fréquences des oscillations 
produites sont de l’ordre de 10 GHz. Le courant dans le circuit 
extérieur présente des oscillations U.H.F. qui peuvent servir de sour- 
ce de rayonnement électromagnétique. 

L'oscillateur à effet Gunn peut fonctionner tant en régime de 
transit ordinaire qu’en certains autres régimes. Il peut être intercalé 
par exemple dans un système oscillant à haute surtension qui assure 
une tension supérieure à la valeur de seuil seulement pendant une 
partie de la période d’oscillations de sorte que le domaine se détruit 
avant d’avoir parcouru tout l'échantillon semi-conducteur (régime 
de suppression ou d'extinction du domaine). Un autre régime est 
également possible au cours duquel le domaine arrive à parcourir tout 
l'échantillon, mais le domaine suivant ne prend naissance que lors- 
que la tension aux bornes du système oscillant atteint de nouveau sa 
valeur de seuil (régime avec retard à la formation des domaines). Les 
deux régimes assurent une amélioration considérable du rendement 
de l’oscillateur Gunn. 

Si l’échantillon est soumis à la fois à un champ continu d'in- 
tensité supérieure à celle de seuil et à un champ U.H.F. de fréquence 
plusieurs fois plus élevée que la fréquence des oscillations définie 
par le rapport v,/L (l'intensité résultante tombe alors pendant une 
petite partie de la période au-dessous de l’intensité de seuil). plu- 
sieurs domaines faibles, incomplètement formés, peuvent y apparaître 
simultanément ; ils ne troublent pas de façon notable l’homogénéité 
du champ dans le cristal et arrivent à s'annuler pendant que € < #.. 
Dans ce cas le semi-conducteur se comporte comme une résistance 
négative et la fréquence d'oscillations générées se détermine par les 
paramètres du montage utilisant le semi-conducteur et non par les 
dimensions de celui-ci. Un tel régime appelé régime de limitation de 
l'accumulation de la charge d'espace permet d'augmenter la longueur 
du semi-conducteur et donc d’élever la tension de claquage et la 
puissance tout en augmentant considérablement la fréquence d'oscil- 
lation. 

Dans des échantillons de section variable, l’intensité du champ 
et donc le point de formation du domaine dépendent de la tension 
appliquée et de la coordonnée longitudinale. En faisant varier la 
tension. on peut modifier la position de la région où l'intensité 
atteint sa valeur de seuil £, et le domaine prend naissance ; ce pro- 


L étant la longueur de l'échantillon. La 
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cédé permet donc de faire varier la longueur du parcours du domaine 
jusqu’à l’anode et la fréquence des oscillations. Un tel accord 
électronique assure le changement de fréquences de travail dans une 
vaste gamme. 

À la différence des autres types d’oscillateurs U.H.F. à semi- 
conducteurs, dans les oscillateurs Gunn la transformation de la 
puissance de courant continu en puissance de courant alternatif 
s'effectue sur toute la longueur du cristal, ce qui permet d'obtenir 
une puissance de rayonnement importante. Les oscillateurs à effet 
Gunn peuvent fonctionner dans la gamme de 1 à 200 GHz en 
fournissant pendant l'impulsion des puissances variant de quelques 
dixièmes de watt à plusieurs kilowatts avec un rendement jusqu’à 30%. 
A ce qu’il paraît, les valeurs limites qui peuvent être obtenues avec 
les oscillateurs Gunn sont d’environ 500 GHz pour la fréquence et 
d’environ 400 KW pour la puissance. 

Les principales substances utilisées pour la réalisation des oscil- 
lateurs Gunn sont l'arséniure de gallium GaAs (4, = 3-10° V/m) 
et le phosphure d’indium InP (é, Æ 6-10% V/m). Les solutions 
solides du type ABC", et Alll BY,C' semblent elles aussi 
vouées à un avenir prometteur. L'effet Gunn s’observe également 
dans InSb, InAs, CdTe, ZnSe et Ge mais pour plusieurs raisons ces 
substances ne peuvent pas concurrencer victorieusement GaAs et 
InP. 

La construction d’un oscillateur Gunn est en principe bien simple: 
c’est une plaque mince (1 à 100 um) de semi-conducteur de résistivité 
comprise entre 0,01 à 0,1 Q-m fixée entre des contacts métalliques, 
mais sa réalisation pratique entraîne quelques difficultés technolo- 
giques importantes liées notamment à la nécessité d’assurer une hau- 
te homogénéité des propriétés du cristal (sinon les domaines se 
formeront à des endroits différents de l’échantillon). 

Une construction simple, une longue durée de vie, une basse 
tension de travail et une forte puissance de sortie, toutes ces perfor- 
mances valent aux oscillateurs à effet Gunn (que l’on appelle encore 
diodes Gunn) un emploi de plus en plus large dans les appareils radio- 
électroniques comme oscillateurs locaux de radar et sources d’ali- 
mentation des amplificateurs paramétriques, dans les réseaux de 
phase, ainsi que pour l’amplification des oscillations U.H.F., dans 
l'opto-électronique, dans les calculateurs électroniques, etc. 


$ 9.5. Phénomènes thermoélectriques, galvanomagnétiques 
et thermomagnétiques dans les solides 


Les phénomènes cinétiques dans les cristaux dus à la variation 
de la fonction de distribution des électrons lors d’une action simul- 
tanée de plusieurs facteurs perturbateurs — de champs électrique 
et magnétique et d’un gradient de température — se classent suivant 
le type de forces exercées en trois groupes principaux : thermoëélectri- 
ques, galvanomagnétiques et thermomagnétiques. 
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Phénomènes thermoélectriques. — Ils réunissent un groupe de 
processus physiques conditionnés par les transformations mutuelles 
de l'énergie d’agitation thermique et de l’énergie de courant électri- 
que. Dans ce groupe on range généralement trois effets réversibles : 
l'effet Seebeck, l'effet Peltier et l'effet Thomson. 

L'effet Seebeck consiste en ce que dans un circuit électrique cons- 
titué d’éléments faits en matériaux différents et mis en série 
prend naissance une f.é.m. thermoélectrique si les jonctions des 
matériaux sont portées à des températures différentes. Lorsqu'un 
tel circuit est fermé. il est parcouru par un courant électrique. Le 
changement du signe de la différence de température fait changer le 
sens de circulation du courant. Le circuit formé de deux conducteurs 
différents est appelé couple thermoélectrique ou thermocouple. La 
valeur de la f.é.m. thermoélectrique dépend de la température des 
contacts et de la nature des substances: 


Te 
ARE Î a(T)aT. (9.55) 


Ti 


Ici, V, est la f.é.m. thermoélectrique; T; et T, sont les températu- 
res des contacts (T, > T;); « (T) — dV,/dT est la f.é.m. thermo- 
électrique différentielle (appelée encore coefficient de f.é.m. ther- 
moélectrique ou pouvoir thermoélectrique) qui dépend de la tempéra- 
ture ainsi que du type de matériaux, du procédé de leur traitement 
et de la concentration des impuretés. 

Dans un petit intervalle de température, &« peut être considéré 
comme constant et VF, = & (T; — T;). Les valeurs de &« pour des 
jonctions métalliques sont de l’ordre de 10-° à 10-* V/degré. 

L'effet Peltier, l'inverse de l'effet Seebeck, est le suivant : lors- 
qu’un courant électrique traverse un circuit constitué de conducteurs 
en matériaux différents on constate, en plus du dégagement de la 
chaleur Joule, l’absorption ou le dégagement (suivant le sens de 
circulation du courant et la nature de la substance) d’une certaine 
quantité de chaleur Q>-=/11t, où /1 est le coefficient Peltier dépen- 
dant de la nature des substances mises en contact ; Z. l’intensité de 
courant, £, le temps. 

Ainsi, dans un circuit contenant des conducteurs faits en maté- 
riaux différents, les températures des contacts seront différentes. 
L'inversion du sens de courant provoque le changement de signe 
de Q» et une variation de la température des contacts. 

Dans le cas de l'effet Thomson la circulation d’un courant électri- 
que à travers un conducteur homogène présentant un gradient de 
température suivant sa longueur (à température non uniforme) 
provoque dans le volume du conducteur, en plus du dégagement de la 
chaleur Joule, l'absorption d'une chaleur @, si le courant est opposé 
à grad 7. Si le courant circule dans le sens contraire, une même 
quantité de chaleur est dégagée dans le conducteur, cette quantité 
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Ta 
étant Q. = 1t [ T(T) dT, où t = t(T) est le coefficient Thom- 


son dépendant de la température et de la nature de la substance. 
Dans un petit intervalle de température, Q, = tIt (T2 — Ti). 
Tous les effets indiqués plus haut sont intimement liés l’un à l’autre 
et se manifestent simultanément, car ils sont tous déterminés par la 
variation de la fonction de distribution statistique. Par voie de 
conséquence, les coefficients de f.é.m. thermoélectrique, de Peltier 
et de Thomson sont liés entre eux. En partant des lois de la thermo- 
dynamique on peut écrire 


dil'dt=a+t,—"., 


l 

I = aT. I (58) 
D'où 

daldT = (tr — 7,)/T. (9.57) 


Ici, t, et t, sont les coefficients Thomson pour les deux conduc- 
teurs mis en contact. 

Connaissant «, on peut trouver les valeurs des autres coeffi- 
cients. 

Au point de vue de la théorie électronique du solide les effets 
thermoélectriques peuvent être expliqués comme il suit. 

En l'absence de champ extérieur et de gradient de température 
la fonction de distribution des électrons de conduction est symétrique 
dans l’espace des impulsions et des coordonnées. L'application d’un 
champ extérieur trouble la symétrie de la distribution, ce qui 
conduit à l’apparition d’un courant électrique. Dans ce cas l’éner- 
gie cinétique moyenne des électrons diffère de celle en équilibre et 
pour chaque substance il s’établit sa propre valeur de l'énergie 
dépendant de la structure de bandes d'énergies, de la concentration 
des électrons et du mécanisme de leur diffusion. L'énergie totale des 
électrons est différente de part et d’autre du contact si bien qu’en 
passant d’une substance dans l’autre, les électrons cèdent de l’éner- 
gie ou en absorbent pour se mettre en équilibre avec les électrons 
et avec le réseau de la seconde substance (effet Peltier). Un gra- 
dient de température trouble lui aussi la symétrie de la 
fonction de distribution et provoque la diffusion des électrons de 
la région de la plus haute température où ils possèdent une énergie 
plus élevée (dans les semi-conducteurs, également une concentration 
plus forte) vers la région de la plus basse température et donc la 
formation d'un gradient de concentration de charge. Le champ 
engendré par la distribution inhomogène des électrons le long de 
l'échantillon limite le processus ultérieur de passage des charges si 
bien qu'à l'état d'équilibre dynamique il s'établit dans chaque 
substance une f.é.m. thermoélectrique volumique absolue caracté- 
risée par les coefficients &, et &.. Si les substances forment un ther- 
mocouple, & — &«, — &,. En outre, la f.é.m. thermoélectrique 
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dépend de la variation de la différence de potentiel de contact 
intérieure V; en fonction de la température et comme les deux soudu- 
res du thermocouple sont à des températures inégales, la différence 
des valeurs de V; réduit la f.é.m. thermoélectrique volumique (en 
règle générale, cette différence et la f.é.m. sont de signes contraires). 
À basse température il convient aussi de tenir compte d’une troisième 
cause qui est l'entraînement des électrons, au cours des collisions, 
par le flux de phonons qui se déplacent principalement de l’extré- 
mité chaude de la substance vers son extrémité froide. 

Dans les métaux où le gaz électronique est fortement dégénéré, 
la position du niveau de Fermi de même que la concentration et 
l'énergie des électrons dépendent faiblement de la température et 
donc le coefficient de f.é.m. thermoélectrique est peu élevé. Sa 
valeur est nettement plus grande dans les semi-métaux et dans les. 
métaux de transition ainsi que dans leurs alliages. 

Une superposition des phénomènes que nous venons de décrire: 
est à l’origine de l’effet Thomson. Un gradient de température fait 
varier la fonction de distribution et l'énergie des électrons le long 
du conducteur, ce qui conduit à l'effet Peltier. Une autre cause 
est liée à l’absorption ou au dégagement d'énergie lorsque le cou- 
rant électrique effectue un travail contre les f.é.m. thermoélectriques. 
agissant sur les différentes portions de la substance. 

En ce qui concerne les semi-conducteurs, il faut tenir compte du 
fait que le gaz électronique y est non dégénéré et que la fonction de 
distribution est plus inhomogène que dans les métaux et donc les. 
coefficients &, {7 et + ont des valeurs nettement plus grandes (par exem- 
ple, « > 10-% V/degré). De plus, la présence des porteurs de charges 
de deux signes peut affecter la valeur et le signe des coefficients 
thermoélectriques. C’est ainsi que dans un semi-conducteur de type # 
les électrons diffusent vers l'extrémité froide de l'échantillon et la 
chargent négativement. alors que dans un semi-conducteur de ty- 
pe p l'extrémité froide se charge positivement par suite de la diffu- 
sion des trous positifs. Dans un semi-conducteur à deux types de 
porteurs de charges, les valeurs et les signes des coefficients thermo- 
électriques se déterminent par les concentrations et les mobilités 
des électrons et des trous. 

Pour des cristaux non dégénérés à un seul type de porteurs de 
charges on a (formule de Pissarenko) 

è 3,2 

g=++[4+in CMD |, (9.58) 

e nhs 
où À — r + 2 est une constante égale à deux pour les cristaux 
atomiques, à trois pour les cristaux ioniques et à quatre pour les 
réseaux à concentration importante en ions d'impureté (r étant 
l’exposant intervenant dans la formule traduisant la variation du 
libre parcours moyen des porteurs de charges en fonction de leur 
énergie: À — £E"); n et m* sont la concentration et la masse effective 
des porteurs de charges. 
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Pour des cristaux contenant deux types de porteurs de charges 


2 (2ampkT)S'° ]- 


a= + {upp[ 4 +in nr 


r 2 (2amakT)%/° = 
—Hnn | A-+ In LE |} , (9.59) 
où © est la conductivité de la substance. 
Pour un semi-conducteur dégénéré 
Er 
F es 
k|r—2 ra | 17) Ep 
ST AE) 7 , (9.60) 
r KT 


F,(#E) = = | — + —. (9.61) 


L'effet Seebeck peut être utilisé pour la mesure des températures 
et la réalisation des couples thermoélectriques avec un rendement de 
45 à 20 %. Comme corps actifs on utilise des solutions solides à base 
de tellulures et de séléniures de bismuth et de plomb ainsi que les 
alliages Si-Ge. Pour obtenir une grande puissance, les thermocouples 
sont réunis en batteries. Les avantages principaux de tels systèmes 
sont l'absence de pièces mobiles et la possibilité d'obtenir n'importe 
quelles relations entre le courant et la tension. [ls peuvent servir 
à la transformation en énergie électrique de la chaleur non utilisée 
ainsi que de l'énergie solaire et nucléaire. 

L'effet Pellier a permis de réaliser des machines frigorifiques 
miniatures assurant. grâce à un refroidissement en plusieurs étapes, 
une baisse considérable de la température (jusqu’à —100° C). Comme 
l'inversion de la polarité du courant conduit à une élévation de la 
température, l'effet Peltier peut être mis à profit pour la réalisation 
de microthermostats ou d'installations de chauffage très économiques. 

Phénomènes galvanomagnétiques. — Dans la catégorie de phé- 
nomènes galvanomagnétiques on range l’ensemble des effets liés 
à l'infuence d’un champ magnétique sur les propriétés électriques 
des substances dans lesquelles prend naissance un courant électrique. 

La conductivité d'un cristal anisotrope s'exprime dans le cas 
général par un tenseur. si bien que les phénomènes galvanomagnéti- 
ques peuvent être interprétés comme une variation de ce tenseur sous 
l’action d'un champ magnétique qui conduit à une courbure des tra- 
jectoires suivies par les électrons entre les collisions, le rayon de 


+, 
courbure étant À — Ter. L'influence du champ magnétique est 
0 


particulièrement forte pour des valeurs critiques de l'induction 
B, lorsque le rayon À devient comparable au libre parcours moyen 
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des électrons A. Dans ce cas l’incurvation de la trajectoire est si 
forte que le mécanisme de diffusion.des électrons change de caractère. 
Pour la plupart des substances. l'intensité critique du champ est 
très élevée (%, = 107 à 10! A m), de sorte que dans des champs 
réels (%7 = 10% A'm) la courbure des trajectoires des électrons est 
insignifiante. Pourtant chez certaines substances (chez Bi par exem- 
ple) la valeur de £,, est con- 
sidérablement moins élevée et le 
champ magnétique fait varier brus- 
quement le tenseur de conducti- 
vité. 

On distingue des phénomènes 
galvanomagnétiques  longitudinaux 
et transversaux suivant le sens 
dans lequel ils se manifestent par 
rapport au vecteur champ élec- 
trique. Les phénomènes galvano- 
magnétiques transversaux sont représentés par les effets [Hall et 
Ettingshausen et les phénomènes longitudinaux, par la variation 
de la résistance longitudinale dans un champ magnétique et l'effet 
Nernst. 

L'effet Hall se manifeste par l'apparition d'un champ électrique 
transversal x dans un cristal parcouru par un courant I lorsqu'il 
est placé dans un champ magnétique extérieur B, perpendiculaire 
à 1 (fig. 9.22). Le champ €x est perpendiculaire à 1 et B, et son 
intensité est proporlionnelle au courant et à l'induction magné- 
tique. 

Examinons le mouvement des électrons sur l'exemple de la 
fig. 9.22. Sous l'action d'un champ électrique ils se déplacent de 
droite à gauche. mais la force de Lorentz FL == —e [véer B,] les fait 
dévier vers la paroi avant de l'échantillon, en produisant ainsi un 


gradient transversal de charge et le champ électrique £m qui lui 


est lié. Le champ transversal £a limite à son tour l'afflux d’élec- 
trons vers la paroi avant et à l'état d'équilibre la force qu'il exerce 
sur l’électron devient égale à la force de déviation de Lorentz: 


—e Én = Eder Bo. (9.62) 

D'où 
ËH = —Vacr Bo. (9.63) 
Maintenant le vecteur courant Ï dont l'orientation est restée 
inchangée n’est plus parallèle au vecteur champ électrique résultant 


€ + En. L'angle que font ces vecteurs, appelé angle de Hall Ox, 
se détermine à partir de l'égalité 


€ B B 
tg Ou = LEE  voete L HnÊBe LU ps. (9.61) 


ait 


Le courant dans la section transversale S de l’échantillon s'ex- 
prime par 


I = js = jbd. (9.65) 
En tenant compte que j = entr, on peut obtenir l'expression 


pour la différence de potentiel transversale (f. é. m. ou tension de 
Hall) : 


EN RER ii es 25 I B, _ 1 1B, . 
Va = bin — b ee B,= b A: 2 de (9.66) 


Lors de l'établissement de la formule (9.66) on a supposé que les 
vitesses de dérive de tous les électrons étaient égales et on a négligé 
le mécanisme de diffusion des électrons dans le cristal. Une expres- 
sion plus rigoureuse de la f. é. m. de Hall, tenant compte de la distri- 
bution suivant les vitesses des électrons et de la variation du temps 
de relaxation qui en résulte, s'écrit sous la forme 


Va= —— —, (9.67) 
ou encore, en introduisant la constante de Hall Rx — —Ai(en), 
Va = Ru Te. (9.68) 


La constante À se détermine par le mécanisme de diffusion des 
électrons: 
1 3;2 
À 3 Va FT (2r-+-3;2) (9.69) 


4  [T(r+2) * 
où la valeur de r est la même que dans (9.58); T est la fonction gam- 
ma. 

Dans les cristaux atomiques À — 1,18, dans les réseaux compor- 
tant des impuretés ionisées À — 1.93, dans les métaux et les semi- 
conducteurs fortement dégénérés dans lesquels la conductibilité 
électrique n'est assurée que par des électrons d'énergie voisine de 
Er, c'est-à-dire ayant pratiquement une mème vitesse, À = {. 

La valeur de | Rx | ne dépend pas de l'induction magnétique et 
c'est seulement dans des champs très intenses qu'elle diminue de 
A/(ne) jusqu'à 1/(r7e) quel que soit le mécanisme de diffusion. Dans 
les métaux la constante de Hall Rx est de l'ordre de 10-!°m°C, 
dans les composés semi-conducteurs elle augmente jusqu'à 10? m°/C 
(Si). Pour les métaux du groupe V (Bi, Sb, As), elle présente des 
valeurs anomales très élevées jusqu'à 105% m°C. 

Pour ne même orientation des vecteurs I et B,, les électrons et 
les trous sont déviés vers une même face de l'échantillon. les sens de 
£x sont donc opposés pour les semi-conducteurs de type p et de 
type ». On convient de considérer que la constante de Hall est né- 
gative dans le cas de la conductibilité par électrons et positive, dans 
celui de la conductibilité par trous. En particulier, la constante de 
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Hall est positive dans certains métaux, Cd et Zn par exemple. Cela 
s'explique par le fait que la bande de conduction de telles subs- 
tances est remplie presque entièrement et les niveaux restants non 
occupés se comportent comme des charges positives, c’est-à-dire 
comme des trous. Lorsque la conductibilité électrique est assurée 
par des porteurs de charges de deux signes, la constante de Hall 
s'exprime par 
A PHPRE 
€ Cphn+nm © 
Comme le montre l'expression (9.70). la constante Rx peut 
prendre dans ce cas une valeur positive ou négative suivant la con- 


centration et la mobilité des porteurs de charges. Dans un semi- 
conducteur intrinsèque #7 = p et 


Ru = (9.70) 


i2—p? = 
Rare = 2 “hr (9.71) 


en (üp+Un)} en Up+ln ? 
si bien que Rx — 0 pour u, — p,. Pour des substances à un seul 
type de porteurs de charges, © — enu et | Rn | = A/en. Ceci si- 
gnifie qu'en mesurant la constante de Hall on peut calculer la mobi- 
lité des porteurs de charges : 


put, (9.72) 


Ainsi, l'étude de l'effet Hall permet de se faire une idée du signe 
et de la concentration des porteurs de charges dans une substance. 
L'analyse de la variation de Æy avec la température peut donner 
des renseignements sur la largeur de la bande interdite et sur la 
structure des niveaux d’impureté, alors que la mesure dé ©& permet 
de déterminer également la mobilité des porteurs de charges. 

En écrivant l'expression pour la force de Lorentz, nous avons 
négligé la composante thermique de la vitesse et supposé que tous 
les électrons étaient animés d’une mème vitesse moyenne. C'est 
dans cette hypothèse qu'a été établie l'égalité (9.62) des forces exer- 
cées par les champs électrique et magnétique. Pourtant un gaz élec- 
tronique réel dans un cristal se caractérise par une certaine distribu- 
tion en vitesse et donc la condition (9.62) n’est vérifiée que par une 
petite partie des électrons. Les électrons plus rapides subissent de la 
part du champ magnétique une force de déviation plus grande et peu- 
vent donc surmonter les forces du champ électrique transversal de 
Hall. Quant aux électrons lents, ils sont soumis à une force de dévia- 
tion de Lorentz plus faible et, ne pouvant pas surmonter la force 
e£u, sont déviés vers la paroi opposée de l'échantillon. Il en résulte 
la séparation des électrons dans la direction transversale suivant la 
valeur de leur vitesse et l'échange d'énergie entre les électrons 
et le réseau (les électrons rapides cèdent de l'énergie et les électrons 
lents en reçoivent de la part du réseau) fait apparaître dans la direc- 
tion transversale un gradient de température (effet Ettingshausen) 
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VT = P IIB,], ? étant le coefficient d'Ettingshausen. Le gradient 
de température dans la direction transversale est généralement peu 
élevé : il ne dépasse pas quelques dixièmes de degré. 

Le placement d’une substance dans un champ magnétique fait 
varier la composante longitudinale de sa conductivité. Ce phénomène 
est appelé magnétorésistance (effet magnétique en résistance ou effet 
Gauss). Le champ magnétique provoque une courbure des trajectoires 
des électrons et. si le libre parcours moyen reste inchangé le long 
de la trajectoire courbée, il diminue dans le sens du champ électri- 
que. par conséquent, la conductivité diminue elle aussi. On peut 
montrer que la variation de la conductivité est liée à l'intensité du 
champ magnétique et à la mobilité des porteurs de charges par la 
relation 


Ao/o = —C (unBo)2. (9.73) 


Comme le montre la formule (9.73), à la différence de l'effet Hall 
la magnétorésistance est une fonction paire du champ magnétique: 
le renversement du signe du vecteur B, est sans effet sur Ao. Le coef- 
ficient C se détermine par le mécanisme de diffusion des porteurs de 
charges et est égal à (9/16) x pour les cristaux atomiques et à (27,64) x 
pour les cristaux ioniques. Pour les semi-conducteurs dopés € — 
= 710 dans les réseaux atomiques et C — 0.96, dans les réseaux 
ioniques. En mesurant la variation de Ao en fonction de l'intensité 
du champ magnétique, on peut déterminer la mobilité des porteurs 
de charges. 

Pour les métaux les valeurs de Ao/o sont en général petites, mais 
dans le bismuth ce rapport peut atteindre 200 % et d'après sa varia- 
tion on peut mesurer les champs magnétiques. Dans les semi-conduc- 
teurs le rapport Ao/o varie dans de larges limites suivant leur type 
(de la valeur moyenne comprise entre 10-? et 10-1 à quelques unités). 
Dans des champs d'intensité supérieure à 10% Am, la variation de 
Ao'o en fonction de B, cesse d’être quadratique et Ao/o = Bm où 
1<m<2. 

La distribution des électrons selon les vitesses influe sur le 
degré de leur déviation par le champ magnétique. A la différence 
des électrons plus rapides. les électrons lents sont plus fortement 
« courbés » et donc ne peuvent pas parcourir tout l'échantillon, ce 
qui entraîne un gradient de température longitudinal 0T/0r — B,1, 
(effet Nernst). 

Les phénomènes galvanomagnétiques trouvent de nombreuses 
applications dans des installations de laboratoire ainsi que dans 
certains dispositifs industriels. Ce sont avant tout les installations 
servant à la mesure des paramètres du gaz électronique mentionnées 
plus haut. L'effet Hall est largement utilisé dans des installations 
de mesure de l'intensité des champs magnétiques continu et alterna- 
tif (jusqu’à 101? Hz) appelés magnétomètres. de l'intensité de cou- 
rant (d’après le champ magnétique qu’il produit), de puissance élec- 
trique (wattmètres), etc., ainsi que dans certains dispositifs de 


414 


conversion. Pour la réalisation de cellules de Hall on utilise des 
composés semi-conducteurs à forte valeur de Rx (1075 à 10° m°/C): 
Ge, Si, InAs, InSb, IgSe, HgTe,,Cd,As:, InAsP et autres. Les re- 
cherches sur la création d'installations frigorifiques basées sur 
l'effet Ettingshausen ont déjà permis d'obtenir des chutes de tempé- 
rature jusqu’à 100°. 

Phénomènes thermomagnétiques. — Ce sont des phénomènes qui 
se manifestent lorsqu'une substance présentant un gradient de tempé- 
rature est soumise à l’action d’un champ magnétique. On peut y 
distinguer, de même que dans le cas précédent, des effets transver- 
saux et longiludinaux (par rapport à la direction du gradient de 
températu.e). Vu que ces phénomènes n’ont pas encore trouvé de 
larges applications industrielles, nous nous bornerons à leur simple 
énumération sans entrer dans les détails. 

Les phénomènes thermomagnétiques transversaux sont repré- 
sentés par l'effet Righi-Leduc et l’effet Nernst-Ettingshausen trans- 
versal, les phénomènes longitudinaux par l'effet Magee-Righi-Leduc 
et l'effet Nernst-Ettingshausen longitudinal. 

Dans un cristal dont les faces sont portées à des températures 
différentes, les flux de diffusion de porteurs de charges dirigés l’un 
à l'encontre de l’autre sont déviés par un champ magnétique exté- 
rieur dans des sens opposés. Les vitesses thermiques de ces flux 
étant différentes, il se produit un gradient de température transversal 
(effet Righi-Leduc). De plus, les électrons plus rapides en mouvement 
depuis la face chaude de l'échantillon sont déviés plus faiblement 
par le champ. alors que les électrons lents qui se déplacent en sens 
inverse depuis la face froide subissent une forte déviation en pro- 
duisant un gradient de concentration transversal et un champ élec- 
trique transversal (effet Nernst-Ettingshausen transversal). 

Puisqu’une courbure des trajectoires dans un champ magnétique 
entraîne une diminution du libre parcours le long de l'échantillon, 
il en résulte aussi une diminution de la composante longitudinale de 
la conductibilité thermique due aux électrons (effet Magee-Righi- 
Leduc). La courbure des trajectoires se répercute aussi sur l’énergie 
moyenne des électrons, ce qui fait varier la valeur de la f.é.m. ther- 
moélectrique (effet Nernst-Ettingshausen longitudinal). 

Résolution de l’équation cinétique. — Une description rigou- 
reuse des effets que nous avons énumérés ne peut être obtenue que 
par la résolution de l'équation cinétique compte tenu tant des 
champs électrique et magnétique que du gradient de température. 

Examinons brièvement, en introduisant plusieurs restrictions, 
la marche à suivre pour la résolution de l'équation cinétique. Nous 
supposerons que la diffusion des électrons est isotrope, c’est-à-dire 
que le temps de relaxation + est indépendant de la direction de mou- 
vement. Dans ce cas le temps + dépend uniquement du nombre d'on- 
des k et ne se détermine donc que par l'énergie de l’électron. En 
outre, nous allons restreindre notre analyse à une zone de Brillouin 
à symétrie sphérique pour laquelle E = E (k), c’est-à-dire que 
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l'énergie est indépendante de l'orientation du vecteur d'onde. En 
reportant (9.8) et (9.11) dans (9.18), on obtient 


VV — 5 {8 + (Bol) Vaf = — (9.74) 


En supposant que l’intensité du champ électrique et le gradient 
de température sont faibles et que, par conséquent, la fonction de 
distribution f hors d'équilibre diffère peu de celle en équilibre f,, 
mettons la fonction f, sous la forme 


fai=f{—Îo= —VY co 3 (9.75) 


où x = x (E) est une certaine fonction inconnue qui caractérise 
l'écart du système d'électrons par rapport à l’état d'équilibre. 
En introduisant (9.75) dans (9.74) et en tenant compte de ce que 


(9.76) 


Vifo = QE kr, 
or dk A EE re); 


on obtient (en première approximation, lorsque le terme contenant 
B, ne disparaît pas) 


Vo + + 1vBo] Va (v4)— = 0, (9.77) 
où 
%o= — 8 +kTV: (ÈTFE ]=—æ ET. (9.78) 
Ici, & = —Ve(V — Eple); V = V (r) est le potentiel électro- 
statique du point de coordonnées r (€ — —V 


r ° 
Une série de transformations formelles permet de mettre l’ex- 
pression (9.77) sous la forme 


= 7 {t0+ 5 IBitol+ (+ )" Be (Boko)}. (9.79) 


: T . eB : d : 
Ici y = Ta: Le = est la fréquence cyclotronique; 
1 9E \-1 

X | : s métro; _ 

m* = (x Æ ] , la masse effective pour la zone à symétrie sphé 
rique. 

Supposons que le champ magnétique soit orienté le long de l'axe 

z, c'est-à-dire que Bi; = Boy = 0, Bo: = Bo. Alors les expressions 
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(9.78) et (9.79) donnent 
{x = —v[ (+ is a VaT)— 


— OT (ei + EE Sn 


Le EE ne ns 


4y= ue RE V,T)+ (9.80) 
+oet (e£:+Ê— ni 
te —v(eé;+ 5 FE v.T). 


Connaissant les composantes #; à —= Z, y, 2), on peut déterminer 
les composantes de la densité de courant j; en présence des champs 
électrique et magnétique et du gradient de température. En repor- 
tant (9.75) dans (9.17) et en passant de l'intégration sur le vecteur 
d'onde à l'intégration sur l'énergie dans les limites de la zone de 
Brillouin, on obtient 


kS(E 
= | ou et dE. (9.81) 


En introduisant (9.80) dans (9.81), on peut écrire les expressions 
pour les composantes de la densité de courant suivant les axes z et y: 


Îx = OnËx — Oyoy — Bis Val + Bio Vol; 


; e , 9.82 
Ju = CinBx + O1Ey — Bio Vel — Bai VyT ( ) 


Su = 3 | F.(E) dE, 
Oo _ F,(E) dE, 
Bu = — 5% | (E—Er) Fi (E)dE, 


Be= —-%7 | (E—Er)F.(E) dE, 
et les fonctions F, (E) et F, (E) ont pour valeurs 
F, (E) = __ 90 [T(E) k3(E) | 


| 
| (9.83) 
J 


TE 1+(o.1)5 m°(E)? 
_ _ #fo T° (E) k3(E) 
F (E) = dE 1+(oct)? m* m*(E)° 
En procédant d’une manière analogue, on obtient les expressions 
pour la densité de de d'énergie thermique 


= | (E—Er)v (0 dk (9.85) 


e 


Vp) 


(9.84) 
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et pour ses composantes 


Qx = ThiËz — Thi26 y — (His + K) VTT —#oViT, 


Qu = ThirË x + TBE y + Ha Val — (ss + À) VIT. Cr 
Ici, 
1 2 
eu | (E—Er) Fi (E) dE ; 
Fr (9.87) 
“= —-5@y | (E—Fr}F,(E) dE ; 


K est le coefficient de conductibilité thermique du réseau cristallin. 
Les expressions (9.82) et (9.86) décrivent les phénomènes cinétiques 
intervenant dans un solide soumis à l’action des champs extérieurs 
et d'un gradient de température et tous les coefficients cinétiques 
qu'elles contiennent peuvent être exprimés par l'intermédiaire 
de ©, B et x. C’est ainsi par exemple que la constante de Hall Ru 
peut se déterminer à partir des considérations suivantes. Si le champ 
magnétique est dirigé selon l’axe z et le champ électrique extérieur 
selon l’axe zx, la tension de Hall prend naissance le long de l'axe y, 
si bien qu’en posant j, = 0, V:T = V,T = 0, on obtient pour un 
cristal homogène (dans lequel, en l’absence de gradient de tempé- 


_ 
, 


rature, Vr£r = 0 et £’ — €) 


Îx = OuËx — 042 y | 
9.88 
0=OpËx: + 0u1Ëy- 50) 
D'où 
Ey=— = rs fa (9.89) 


De plus, en divisant les deux membres de l'égalité (9.68) par b, 
on trouve 


En = €y = Ruj:Bo, (9.90) 
et l'expression donnant la constante de Hall devient 
Sn tre 
Ra = (0%1 + 02) Bo” 5:99 


On calcule de manière analogue les autres coefficients cinétiques. 
La principale difficulté que l’on rencontre en faisant usage de l’équa- 
tion cinétique et lors du calcul des coefficients o. 6 et x est la néces- 
sité de déterminer pour chaque modèle concret du corps solide la 
loi de dispersion £ = E (k) et la fonction + (E) qui reflète le méca- 
nisme de diffusion des porteurs de charges par les divers types de 
centres diffusants. 
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$ 9.6. Phénomènes de contact dans les solides 


Travail de sortie. — Dans un cristal le gaz électronique est 
maintenu par le champ dû aux ions positifs du réseau. L'énergie 
potentielle de l’électron dans un tel champ est inférieure à l'énergie 
potentielle d’un électron se trouvant à l'extérieur du cristal et pour 
extraire un électron du corps il faut effectuer un certain travail. 

Si l’on fait la moyenne du potentiel des ions positifs sur la lon- 
gueur du cristal, on peut considérer l’électron comme se trouvant 
dans un puits de potentiel dont les dimensions correspondent à cel- 
les du corps (fig. 9.23). Pour extraire un électron possédant l’énergie 
cinétique minimale, c'est-à-dire situé au bas du puits, on doit dé- 
penser une énergie égale à la hauteur de la barrière de potentiel 
près de la frontière U, (travail de sortie total). Plus élevée est l’éner- 
gie cinétique d’un électron, plus petit est le travail qu’il faut ac- 
complir pour l'extraire du cristal, en particulier, pour un électron 
situé au niveau de Fermi ce travail est égal à U, — Er. 

Dans les métaux à 7 — 0, les électrons remplissent tous les 
niveaux énergétiques, le niveau de Fermi y compris. c’est pourquoi 
l'énergie minimale qu'il faut communiquer à l'électron le plus ra- 
pide pour qu'il s'échappe de la substance est égale à U, — Er. 
Le travail qu'il faut produire pour éloigner un électron possédant 
l'énergie correspondant au niveau de Fermi à une distance du corps 
où l'influence du corps sur l’électron peut être négligée s'appelle 
travail de sortie thermodynamique (ou tout simplement travail de 
sortie) : 


ep = Us — Er. (9.92% 


Pour T >> 0 il apparaît dans le métal des électrons occupant des 
niveaux plus hauts que le niveau de Fermi, mais dans ce cas lui aus- 
si le travail de sortie est compté à partir du niveau Er. On tient 
alors compte du fait que l’arrachement d'électrons d’énergie infé- 
rieure à £# trouble l’équilibre dans le cristal et provoque le passage 
des électrons rapides à des niveaux vides qui s'accompagne de déga- 
gement d'énergie et donc d'échauffement du cristal. Ainsi, le tra- 
vail fourni est plus grand que le travail de sortie parce qu'il est dé- 
pensé en partie pour l’échauffement du corps. Par contre, l’extrac- 
tion d'électrons d'énergie £ >> EF provoque le passage des électrons 
restants à des niveaux plus hauts avec l'absorption d'énergie au 
réseau et le refroidissement de ce dernier, ce qui signifie que la libé- 
ration des électrons du corps se fait non seulement grâce au travail 
effectué mais aussi partiellement aux dépens de l'énergie interne du 
cristal. C’est seulement l’extraction d'un électron occupant le ni- 
veau de Fermi qui ne trouble pas l'équilibre dans le cristal. 

Une situation analogue s’'observe également dans les semi-con- 
ducteurs où les électrons se situent en règle générale soit plus haut, 
soit plus Fas que le niveau de Fermi, si bien que leur échappement 
provoque soit un échauffement, soit un refroidissement du cristal, 
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C'est pourquoi le travail de sortie des semi-conducteurs est compté 
par convention également à partir du niveau de Fermi bien qu'il 
puisse être en général non occupé par les électrons. 

En plus du travail de sortie thermodynamique les semi-conduc- 
teurs se caractérisent aussi par l'affinité électronique ou le travail de 
sortie externe ÿ égal à l'énergie minimale qu’il faut communiquer à 
un électron situé au bas de la bande de conduction pour qu’il puisse 
s'échapper du cristal. Dans le diagramme énergétique l'affinité 
électronique est égale à l'écart énergétique entre le niveau du vide 
et le bas de la bande de conduction (de l’ordre de 1 à 6 eV, fig. 9.24). 


Wiveou du vide 


Fig. 9.23 Fig. 9.24 


Les résultats des expériences donnent pour les mêmes substances 
des valeurs différentes du travail de sortie, ce qui relève de plu- 
sieurs causes. On a constaté en particulier que la hauteur de la bar- 
rière de potentiel variait légèrement d’une face du monocristal 
à l’autre. En outre, la hauteur de la barrière et donc le travail de 
sortie sont influencés de façon substantielle par la présence sur la sur- 
face du cristal d'atomes de substances étrangères qui produisent, 
par suite de l’ionisation ou de la polarisation par le champ du ré- 
seau, une couche dipolaire de charges électriques près de la frontière 
du réseau qui déforme la barrière de potentiel. C'est ainsi par exem- 
ple que la présence d’atomes d'éléments appartenant aux groupes I 
et II du Tableau périodique, qui cèdent leurs électrons de valence 
et se chargent positivement, diminue le travail de sortie, alors que 
l'oxygène et les halogènes conduisent à un effet inverse. L'influence 
des atomes superficiels est particulièrement grande dans le cas où 
ils forment une couche monoatomique sur la surface du cristal. 
; Ces derniers temps, pour améliorer la sensibilité des dispositifs 


photo-électroniques, on a développé la méthode de réalisation des 
semi-conducteurs à affinité électronique négative dans lesquels le 
niveau énergétique du vide près de la surface du cristal se situe en 
dessous du bas de la bande de conduction pour les électrons dans 
la masse du semi-conducteur si bien que même les électrons occupant 
les niveaux les plus bas de la bande de conduction peuvent sortir 


dans le vide. 
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L'’affinité électronique négative s'obtient par dopage d’un semi- 
conducteur de type AIII1 BY avec une impureté du type accepteur, 
ce qui provoque une courbure (baisse) des niveux des bandes énergé- 
tiques près de la surface, ainsi que par réduction de la hauteur de 
la barrière de potentiel à l’aide d’une couche d’atomes superficiels, 
principalement d’atomes de césium. 

Le travail de sortie varie fortement, surtout dans les semi-conduc- 
teurs dopés, en fonction de la température, car la position du niveau 
de Fermi en dépend. En outre, lorsque la température s'élève, la 
densité de la couche superficielle varie, ce qui influe aussi sur la 
valeur de ev. 

Pour en terminer avec le travail de sortie, signalons qu’en règle 
générale ce travail est plus grand pour les semi-conducteurs de type p 
que pour ceux de type 7. 

Contact métal-métal. — Mettons en contact deux métaux diffé- 
rents dont les travaux de sortie sont ep, et eg. (fig. 9.25, a). Un 


Fig. 9.25 


échange intense d'électrons commence entre ces métaux et comme 
Er > Ers, les électrons passeront de préférence du premier métal 
aux niveaux libres et situés plus bas du second métal qui se chargera 
donc négativement. L'énergie potentielle des électrons du corps qui 
se charge négativement augmente tandis que celle des électrons du 
corps qui se charge positivement diminue et au fur et à mesure que 
les corps se chargent, les niveaux énergétiques, y compris le niveau 
de Fermi, deviennent plus bas dans le premier métal et plus hauts 
dans le second (fig. 9.25, b). A l'équilibre, les niveaux de Fermi sont 
égaux dans les deux métaux, dans ces conditions. entre des points 
dans le vide (a et b par exemple) se trouvant à proximité immédiate 
de la surface des métaux en contact (en dehors de la ligne de con- 
tact) il s'établit une différence de potentiel V, appelée différence 
de potentiel de contact externe (ou tout simplement différence de poten- 
tiel de contact); elle est égale à la différence des travaux de sortie 
ep. et ep, ou des potentiels de sortie , et œ, des deux métaux: 


Ve —= (epe — eqi)/e = Pa — pi. (9.93) 
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Une justification rigoureuse de l'égalisation des niveaux de 
Fermi peut être donnée sur la base des équations de la thermodyna- 
mique qui montrent qu'à l’état d'équilibre, lorsque l’énergie d’un 
système de corps est minimale, les niveaux de Fermi de chacun des 
corps doivent se situer à une même hauteur. Dans les métaux, l’éga- 
lisation des niveaux de Fermi est assurée par le passage d’une petite 
partie d'électrons de la couche superficielle d’un métal dans l’autre 
métal, si bien que la concentration du gaz électronique reste prati- 
quement inchangée et la conductibilité de la jonction ne diffère pas 
de celle du métal. 

Pour qu'une différence de potentiel de contact externe puisse se 
manifester il n’est pas obligatoire de mettre les corps en contact 
direct. 11 suffit de réaliser des conditions permettant l’échange d’élec- 
trons, par exemple grâce à l'émission thermoélectronique. Dans un 
circuit comprenant plusieurs conducteurs métalliques montés en 
série, la valeur de V, entre les corps extrêmes est indépendante des 
travaux de sortie des corps intermédiaires. 

Après la mise en contact des corps et l’égalisation des niveaux 
de Fermi, l’échange d'électrons se détermine par la différence des 
énergies cinétiques des électrons se trouvant au niveau de Fermi, 
c'est-à-dire par Ep — Epo, si les énergies sont comptées à partir 
du bas de la bande de conduction. Les électrons plus rapides passent 
du premier corps dans le second (car Er, > Er.) en engendrant le 
long de la ligne de contact (entre les points c et d) une différence de 
potentiel de contact interne: 


Vi= + (U,+ ex 0) = À (Er — Er). (9.94) 


Les énergies Er, et Er, étant déterminées par les concentrations 
des électrons de conduction, la différence de potentiel de contact 
interne est due en dernier ressort à la diffusion des électrons du 
métal à la plus forte concentration du gaz électronique vers le métal 
dont la concentration du gaz électronique est plus faible. Un état 
d'équilibre s'établit lorsque le courant de diffusion devient égal au 
courant de dérive opposé produit par le champ dü à la différence de 
potentiel de contact interne. 

La position du niveau de Fermi dans les métaux dépendant, 
bien que faiblement, de la température [v. formules (8.33), (8.34)], 
la valeur de V; dépend donc elle aussi de la température : 

1 EL 4 L 1 1 = 
Vi=— [ (Eroi — Ero) + +5 (KT (== +=) | - (9.95) 
Ici Evo — Eri lr-0o et Eros = Er2 |r-0- 

La dépendance V; (T) est une des causes des effets thermoélec- 
troniques. 

La différence de potentiel de contact interne est une petite quan- 
tité qui ne dépasse pas dans les métaux 10-? V, alors que la diffé- 
rence de potentiel de contact externe peut atteindre plusieurs volts. 
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La différence de potentiel de contact qui se manifeste entre les 
électrodes des appareils électroniques a une influence considérable 
sur leur fonctionnement surtout si le travail de sortie varie avec le 
temps par suite de dépôt de poussières, de contamination par des 
gaz, etc. 

Contact métal-semi-conducteur. — La fig. 9.26 montre les dia- 
grammes énergétiques d’un contact idéalisé entre un métal et un 
semi-conducteur de type » dont le travail de sortie ep, est plus faible 


Fig. 9.26 


que le travail de sortie ep, du métal (en a, avant la mise en contact, 
en b, après la mise en contact à l’état d'équilibre). Dans les contacts 
réels, le diagramme de bandes d'énergies est influencé par l'intervalle 
diélectrique entre le métal et le semi-conducteur, ainsi que par les 
états électroniques de surface à la limite de séparation. 

Au cours de l'établissement de l'équilibre les niveaux de Fermi 
deviennent égaux dans le métal et dans le semi-conducteur du fait 
que les électrons passent de préférence du semi-conducteur dans le 
métal dont le niveau de Fermi se situe plus bas que celui du semi- 
conducteur. 

Mais à la différence du contact métal-métal, l'épaisseur ! de la 
couche de transition dans un semi-conducteur appauvrie en électrons 
est sensiblement plus grande (10-1° m dans un métal, 10-7 m dans 
un semi-conducteur et jusqu’à quelques centimètres dans un diélec- 
trique). Le fait est que la concentration des électrons libres dans le 
semi-conducteur est inférieure de quelques ordres de grandeur à celle 
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dans les métaux et, pour que les niveaux de Fermi deviennent égaux, 
il faut que les électrons d'environ un millier de couches atomiques 
du semi-conducteur passent dans le métal. Il en résulte la forma- 
tion à l’intérieur du semi-conducteur d’une couche de contact à den- 
sité presque constante de charge positive, c'est-à-dire d’une couche 
d'arrêt appelée barrière de Schottky, dans laquelle chute pratiquement 
toute la tension appliquée. 

Si le travail de sortie d’un semi-conducteur de type » est plus 
fort que celui du métal, les électrons passent de la couche de contact 
du métal dans le semi-conducteur en y formant une région enrichie 
en porteurs de charges dite couche d'antiarrêt. Dans le cas où un 
métal est mis en contact avec un semi-conducteur de type p de tra- 
vail de sortie ep,, la couche d'arrêt apparaît pour ep,, << eg, et la 
couche d'antiarrêt pour epx > ep. Les contacts dans lesquels se 
forme une couche d’antiarrêt ne présentent pas de propriétés redres- 
seuses. 

Les électrons qui passent d’un semi-conducteur de type #7 dans 
le métal laissent dans la couche d'arrêt une charge non compensée 
positive d’accepteurs ionisés et augmentent en même temps la 
charge négative dans la monocouche de contact du métal. Ceci fait 
apparaître entre le métal et le semi-conducteur une différence de 
potentiel de contact V,. déterminée par la différence des travaux 
(potent Is) de sortie: 


Ve = (6Pn — eps)/e = Pm — Ps- (9.96) 


Le champ dû à la différence de potentiel de contact est beaucoup 
plus faible que le champ produit par les atomes du réseau si bien 
que la structure des bandes d'énergie ne subit pas de distorsions, 
mais les bandes d'énergie dans la couche d'arrêt sont courbées sui- 
vant une loi parabolique par rapport à la coordonnée (comme le 
montre la solution de l'équation de Poisson pour la région de tran- 
sition du semi-conducteur). Au cours de son passage du semi-conduc- 
teur dans le métal, l'électron se déplace contre les forces du champ de 
différence de potentiel de contact, si bien que son énergie potentielle 
s'accroît et les bandes d’énergie qui caractérisent la variation de 
l'énergie en fonction de la coordonnée s’incurvent vers le haut. 
Le champ dû à la différence de potentiel de contact est concentré, 
de même que le champ extérieur, dans la région de transition (couche 
d’arrêt) dont la largeur ! dépend de la différence de potentiel et de 
la concentration des porteurs de charges libres dans le semi-conduc- 
teur, c'est-à-dire du degré de son dopage. A l'équilibre, 


22,80Ve \ 1/2 
= (Ste). (9.97) 
Le caractère du passage du courant à travers la couche d’arrêt se 
détermine par le rapport entre la largeur ! de la couche et le libre 


parcours moyen À, des électrons. Suivant la valeur de ce rapport, les 
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phénomènes intervenant dans un contact métal-semi-conducteur 
peuvent être étudiés dans le cadre des théories différentes. 

La théorie de la diode du contact redresseur considère les jonc- 
tions métal-semi-conducteur pour L<& A, lorsque les électrons ne 
subissent pas de diffusion sur la couche d'arrêt qui peut être iden- 
tifiée dans ce cas à un intervalle de vide. 

A l'état d'équilibre, le courant d'électrons passant du métal dans 
le semi-conducteur 7,, est égal au courant d'électrons J,, circulant 
en sens opposé et le courant résultant à travers le contact 7, = 
= Î52 — To = 0. Lorsque la tension extérieure est appliquée en 
sens inverse (fig. 9.26, c), c'est-à-dire de telle sorte qu’elle s’ajoute 
à la différence de potentiel de contact, la hauteur de la barrière de 
potentiel reste inchangée pour les électrons passant du métal dans 
le semi-conducteur et augmente de eV pour les électrons passant en 
sens inverse par suite de l'effet retardateur dû à la différence de poten- 
tiel extérieure. Dans un semi-conducteur non dégénéré les électrons 

E-EFp 
obéissent à la statistique de Maxwell-Boltzmannet n (FE) -e ÔÀT , 
de ce fait l'augmentation de la barrière de potentiel de eŸ diminue 

ev 
de eÀT fois le nombre d'électrons qui peuvent franchir la barrière de 
potentiel et passer dans le métal. Il en résulte une diminution du 
courant d'électrons circulant du semi-conducteur vers le métal, qui 
ev 

devient égal à 1,=1,, e AT, alors que le courant d'électrons pas- 
sant du métal vers le semi-conducteur reste inchangé 7, = 1,, = 
= 15, et le courant résultant traversant la jonction s'exprime par 


ev 
I=1,—1,=1m(e AT—1). (9.98) 


Lorsque la tension extérieure est appliquée en sens direct (fig. 
9.26, d), c’est-à-dire de telle sorte qu'elle compense la différence de 
potentiel de contact, la barrière de potentiel diminue pour les élec- 
trons du semi-conducteur de eV et les expressions donnant les courants 
prennent la forme 


Li= Toi = Lo 
ev 


L=1R%7, (9.99) 


ev 
1 = Top (@AT — 1). 

Par conséquent, l'expression traduisant la variation du courant 
dans un contact métal-semi-conducteur en fonction de la tension 
extérieure appliquée peut s’écrire sous la forme suivante: 

ev 
1= Tee —1), (25100) 
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où les signes «+» et «—» correspondent à l'application de la tension 
extérieure en sens direct et en sens inverse. 

L'expression (9.100) montre que dans des conditions déterminées 
le contact métal-semi-conducteur peut présenter une conductibilité 
unipolaire (unilatérale) et peut donc être utilisé comme dispositif 
de redressement. A l'application d’une tension inverse pour laquelle 
est réalisée la condition eV > AT, cette expression se ramène à / — 
= —1,,. c'est-à-dire que le courant 7,, est un courant de saturation 
en sens inverse. Selon la théorie de la diode 

Ve 


Im=+entwe F7, (9.101) 
où z et (v) sont la concentration et la vitesse thermique moyenne 
des porteurs de charges dans le semi-conducteur. 

La théorie de la diffusion examine le mouvement des électrons 
dans la couche d'arrêt pour ! 5 A. ce qui conduit à une expression 
analogue à (9.100), mais le courant de saturation prend dans ce cas 
une valeur plus faible que pour une couche d’arrêt mince et dépend 
de la tension appliquée. 

La théorie de la diffusion tient compte du fait que dans une 
couche d'arrêt épaisse les électrons subissent un grand nombre de 
collisions et que le courant résultant vaut la différence entre le 
courant produit par le champ électrique et le courant de diffusion 
qui prend naissance par suite d’un gradient de concentration des 
porteurs de charges (la concentration des électrons étant plus faible 
dans la couche d'arrêt que dans la masse du semi-conducteur, les 
électrons de conduction diffusent vers le contact alors que le champ 
dû à la différence de potentiel de contact les accélère en sens inverse). 
A la différence de la théorie de la diode, la théorie de la diffusion 
doit tenir compte de la variation de la largeur de la couche d’arrêt 
lorsqu’on renverse la polarité de la tension appliquée. 

Lorsque la source d’alimentation est branchée en sens inverse, 
la largeur et la résistivité de la couche d'arrêt augmentent parce 
que le champ extérieur extrait les électrons de la région de transition : 


; 11/2 
ES 27 (9.102) 

L'application du champ extérieur en sens direct provoque une 
diminution de la largeur de la couche d'arrêt : 


y) 11 
= [ten | Fe (9.103) 
et une augmentation de la conductivité du contact. Pour V = V. 
la couche d’arrêt disparaît et la résistivité du contact devient égale 
à celle des régions profondes du semi-conducteur. 

Jonction p-#7. — Le contact de deux semi-conducteurs de type 
différent (jonction p-n) est l'élément essentiel de la plupart des ap- 
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pareils à semi-conducteurs. On a mis au point plusieurs techniques 
permettant d'obtenir une jonction p-n (alliage, tirage, diffusion, 
déposition épitaxiale, dopage par implantation d'ions). Toutes 
ces techniques ont pour but de réaliser une jonction dans un monocris- 
tal pour réduire le nombre d’imperfections de la structure sur la 
frontière qui peuvent devenir des centres de recombinaison des por- 
teurs de charges. 

Lorsqu'un semi-conducteur de type #7 est mis en contact avec 
un semi-conducteur de type p (fig. 9.27, a et b), un échange d'élec- 


Fig. 9.27 


trons intense commence entre les deux corps. La concentration des 
électrons libres est plus forte dans le semi-conducteur de type #7 que 
dans celui de type p, alors que la concentration des trous est plus 
élevée dans le semi-conducteur de type p que dans celui de type r. 
Par suite de la différence des concentrations, les électrons du semi- 
conducteur de type » diffusent vers le semi-conducteur de type p 
en laissant dans la région de contact du semi-conducteur de type 
une charge positive non compensée constituée par les ions d’impu- 
reté donatrice. Les trous diffusent à leur tour vers le semi-conduc- 
teur de type », ce qui fait apparaître dans la région de contact du 
semi-conducteur de type p une charge négative des ions d’impureté 
acceptrice. Tous les niveaux énergétiques du semi-conducteur de 
type » qui s’est chargé positivement s’abaissent, tandis que les ni- 
veaux énergétiques du semi-conducteur de type p s'élèvent et un 
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champ dû à la différence de potentiel de contact V, apparaît entre 
les deux semi-conducteurs. Ce champ croîtra jusqu'à l'instant où le 
courant de porteurs de charge qu'il fait circuler en sens inverse du 
courant de diffusion compense ce dernier. Le passage préférentiel 
de charges prendra fin lorsque les niveaux de Fermi deviendront 
égaux dans les deux semi-conducteurs (au bout de 10? s environ) 
pour eVe = € (Pp — Pn)- 

La région de jonction est appauvrie en porteurs de charges libres 
et contient surtout des charges immobiles des ions d’impuretés. 
De ce fait, bien que sa largeur soit petite ? Æ 10-65 à 10-8 m, une 
jonction p-n offre une forte résistance, très supérieure à celle de la 
masse restante des semi-conducteurs. On peut donc considérer que 
lorsqu'une tension extérieure est appliquée entre les semi-conduc- 
teurs en contact, elle se trouve chutée entièrement dans la jonction. 

De même que dans le cas du contact métal-semi-conducteur, le 
champ dû à la différence de potentiel de contact produite par les char- 
ges des ions fixes (— 105 à 105 V/m) incurve les bandes d'énergies dans 
les limites de la jonction p-n. Là où le champ ne s'exerce pas, le 
potentiel est constant et, en dehors de la jonction. les bandes d’éner- 
gies ne sont pas courbées (fig. 9.27, b). Pour les semi-conducteurs 
non dégénérés, la différence de potentiel de contact s'exprime par 


V= meme, (9.104) 
e np e Pn 

où r, et p, sont les concentrations des électrons de conduction et des 
trous dans le semi-conducteur de type nr; #7, et p,. les mêmes con- 
centrations dans le semi-conducteur de type p. 

T1 résulte de l'expression (9.104) que la différence de potentiel 
de contact augmente avec le degré de dopage des semi-conducteurs. 

Si les concentrations d’impuretés dans les semi-conducteurs de 
type x et de type p sont égales à N, et N, respectivement, le rap- 
port entre les dimensions des deux parties de la jonction est L,:l, = 
= N,/Na. Lorsque les concentrations d'impuretés sont égales, 
l} = l) et la jonction est dite symétrique, alors que pour !, + lL, 
elle est asymétrique. A l’état d’équilibre la largeur totale de la 
jonction (dite abrupte) est égale à 


2% 1/2 
re (<ev. tee) | (2.105) 


En l'absence de champ électrique extérieur le courant global à 
travers la jonction p-n# est nul, car il est constitué par des courants 
opposés de porteurs de charges majoritaires et minoritaires qui se 
compensent mutuellement. 

Le courant de porteurs de charges majoritaires (le courant d'élec- 
trons Z,, venant de la région n et le courant de trous 7,, venant de 
la région p) est dû à leur diffusion à travers la frontière de la jonc- 
tion par suite de la différence de concentrations. Au cours de la 
diffusion les porteurs de charges surmontent l’action retardatrice de 
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la différence de potentiel de contact, puis, ayant passé dans le 
semi-conducteur de type contraire, y deviennent des porteurs de char- 
ges minoritaires et se recombinent, de sorte que leur concentration 
décroît et devient, à une certaine distance de la frontière de la jonc- 
tion. égale à la concentration en équilibre des porteurs minoritaires. 

Le courant opposé de porteurs minoritaires (le courant J:, d’élec- 
trons venant de la région p et le courant 7, de trous venant de la ré- 
gion n) se détermine par les processus de leur génération thermique 
et par leur diffusion ultérieure vers la région de jonction. Les por- 
teurs minoritaires arrivant dans la région de jonction sont accélérés 
par le champ de différence de potentiel de contact et constituent un 
courant de dérive opposé au courant de diffusion des porteurs majo- 
ritaires. A l’état d'équilibre, le courant d'électrons et le courant de 
trous sont égaux l’un à l’autre (74 = Léo et Tpo = 170), Si bien que 
le courant global à travers la jonction est nul. 

Lorsqu'une tension extérieure V est appliquée à la jonction p-n 
en sens inverse, c’est-à-dire dans le sens de la différence de potentiel 
de contact (le pôle positif à la région n et le pôle négatif à la région p), 
les niveaux de Fermi des deux semi-conducteurs se trouvent décalés 
l’un par rapport à l’autre de la quantité eV et l’état d'équilibre du 
système est troublé (fig. 9.27, c). 

Le champ appliqué fait sortir les particules chargées de la région 
de jonction en y laissant des charges fixes des ions d’impuretés. Il 
en résulte une augmentation de la largeur et de la résistance de la 
région de jonction: 


1 
n=[ eve +v bee fe, (9.106) 


Les courants de porteurs de charges majoritaires diminuent de 
ev 


e*T fois, car la hauteur de la barrière de potentiel qu’ils ont à sur- 
monter augmente de eŸ, tandis que les courants de porteurs minori- 
taires qui n'ont pas à franchir la barrière de potentiel restent inchan- 
gés. En première approximation, le nombre de porteurs minoritaires 
ayant traversé la jonction p-n ne dépend pas de la tension appliquée 
et se détermine uniquement par la vitesse de génération thermique de 
porteurs de charges et par la largeur de la région dont ils peuvent péné- 
trer, par diffusion, sans se recombiner, dans la région où s’exerce le 
champ accélérateur de la jonction. Le courant global circulant à 
travers la jonction s'exprime par 
ev 


cv 
T'=(Leo+ 10) #7 — (Léo +120) = (Leo + 150) (e XT— 1). (9.107) 
Pour |eŸ | > &T, le courant qui parcourt la jonction en sens in- 


verse tend à se saturer, car e #T —+ 0 et est égal au courant de 
porteurs minoritaires : 


Lar= — (lin + To). (9.108) 
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Le calcul montre que dans une jonction p-n étroite le courant de 
porteurs minoritaires s'exprime par 


Lo+lio=e (“te + 22e), (9.109) 


où Z, est la longueur de diffussion des électrons dans la région p (distan- 
ce à la frontière de la jonction sur laquelle la concentration des élec- 
trons dans la région p tombe à 1/e de sa valeur); L,, la longueur de 
diffusion des trous dans la région n; %, et t, sont respectivement la 
durée de vie moyenne des électrons dans la région p et des trous dans 
la région ». 

La différence de potentiel V appliquée en sens direct diminue le 
champ dû à la différence de potentiel de contact et réduit la bar- 
rière de potentiel de la quantité eV (fig. 9.27, d). La largeur de la 
barrière diminue elle aussi : 


L=[ 2% (v.-vetpr |", (9.110) 


NnPp 


Le nombre de porteurs de charges majoritaires capables de fran- 
chir la barrière de potentiel due à la jonction p-n devient maintenant 
plus grand, l'injection des électrons dans la région p et des trous 
dans la région » devient plus facile et le courant prend une valeur 

ev 


eT fois plus grande que celle en équilibre. Puisque dans cé:cas lui 
aussi les porteurs de charges minoritaires n’ont pas à franchir la 
barrière de potentiel, le courant qu'ils transportent reste inchangé 
et le courant total traversant la jonction en sens direct a pour expres- 
sion 

ev 


ev 
L=(Leo+ Lpo) À — (Leo + Lpo) = (Leo + Ip) (eXT— 1). (9.111) 


Si l'on réunit les expressions (9.107), (9.109) et (9.111), on ob- 
tient l'équation de la courbe caractéristique courant-tension de la 
jonction p-n: 


L É be a 
I=e (<2+<2) (e*T— 4), (9.112) 


où les signes «+» et «—» correspondent à sa polarisation en sens 
direct et en sens inverse. 

L’allure de la caractéristique courant-tension qui permet de 
constater la conductibilité unipolaire de la jonction p-n est mon- 
trée sur la fig. 9.28. 

Les conditions d'échange de porteurs de charges sont différentes 
pour les jonctions symétrique et asymétrique. Dans la jonction asy- 
métrique, le courant d'électrons et le courant de trous ne sont pas 
égaux l’un à l’autre. Pour NW, > Nu, le courant dans le sens direct 
est transporté essentiellement par des trous et la jonction sert d'émet- 
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teur de trous dans la région n. Pour N, € Ny, la jonction joue le 
rôle d’émetteur d'électrons dans la région p. 

La forme de la courbe courant-tension dépend en grande part de 
la température de la jonction. Aux températures élevées, la crois- 
sance du courant direct avec l'augmentation de la tension V se ralen- 
tit. En même temps la vitesse de génération thermique de porteurs 
minoritaires augmente, le courant inverse augmente donc lui aussi. 
A des températures pour lesquelles la 
conductibilité des semi-conducteurs de- T 
vient intrinsèque, les niveaux de Fermi 
se déplacent vers le milieu de la bande 
interdite de sorte que la barrière de 
potentiel ainsi que les propriétés re- 
dresseuses de la jonction disparaissent. m 

La région de la jonction p-n est ap- 
pauvrie en porteurs de charges et peut 
donc être considérée comme une couche 
diélectrique séparant un semi-conducteur 
de type p et un semi-conducteur de type 
n dont les charges sont de signes contraires. C'est pourquoi dans des 
champs extérieurs alternatifs la jonction p-n présente une impé- 
dance complexe dont la partie réactive se comporte comme une 
capacité. 

Claquage d’une jonction p-n. Effet tunnel. — Lorsque la ten- 
sion appliquée en sens inverse à une jonction p-n atteint une certaine 
valeur appelée tension de claquage. le courant inverse commence à 
croître brusquement: il se produit un claquage de la jonction 
(fig. 9.28). Suivant la nature des phénomènes intervenant on dis- 
tingue quatre types principaux de claquage: par effet tunnel. par 
avalanche, thermique et superficiel. 

Le claquage par effet tunnel (claquage ou effet Zener) se manifeste 
dans des jonctions étroites selon le mécanisme suivant : les électrons 
des niveaux d’impuretés ou de la bande de valence du semi-conduc- 
teur de type p passent par effet tunnel, à travers la bande interdite, 
dans la bande de conduction du semi-conducteur de type n lorsque, 
sous l'effet d’une forte tension V, les niveaux d'impuretés ou le 
niveau supérieur de la bande de valence du semi-conducteur de type 
p se placent en dessus du niveau inférieur de la bande de conduction 
du semi-conducteur de type nr. L’intensité critique du champ cor- 
respondant au commencement d’un claquage par effet tunnel est de 
l'ordre de 107 à 108 V/m. 

Le claquage par avalanche d'une jonction p-n présente de grandes 
analogies avec celui dans des gaz. il est dû aux processus d'ionisa- 
tion par choc des atomes du semi-conducteur provoquée par l'accé- 
lération des porteurs minoritaires dans le champ d’une jonction de 
largeur suffisante lorsque l'augmentation du nombre d'électrons et 
de trous prend l'allure d’une avalanche. 

Dans le cas d’un claquage thermique, l'énergie dégagée par le 


Fig. 9.28 
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courant inverse dans la résistance de.la jonction p-n élève la tempé- 
rature de la jonction si l'évacuation de la chaleur n’est pas suffi- 
sante, ce qui provoque à son tour une croissance du courant inverse 
et donc un échauffement plus intense de la jonction. 

Le claquage superficiel est dû à l'influence que les charges superfi- 
cielles et les propriétés diélectriques du milieu environnant ont sur 
la hauteur et la forme de la barrière de potentiel à l'endroit où la 
jonction p-n coupe la surface du semi-conducteur et par là même sur 
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Fig. 9.29 


les conditions dans lesquelles deviennent possibles l'ionisation par 
choc et le passage des électrons par effet tunnel. 

Les propriétés d’une jonction p-n dépendent fortement du degré 
de dopage des semi-conducteurs. Lorsque les semi-conducteurs 
sont fortement dopés, la concentration en impuretés atteint 10° 
à 10% atomes dopeurs par mètre cube et les atomes d’impureté se 
situent si près l’un de l’autre que les fonctions d'onde de leurs élec- 
trons se recouvrent et les niveaux d’'impureté s’étalent en bandes 
d'impureté qui se recouvrent à leur tour avec la bande de conduc- 
tion dans la région r et avec la bande de valence dans la région p, 
ce qui a pour effet une diminution de la largeur de la bande inter- 
dite. Les gaz d'électrons et de trous deviennent dégénérés et le 
niveau de Fermi se situe dans la bande de conduction du semi-con- 
ducteur de type r et dans la bande de valence du semi-conducteur 
de type p. Les bandes d'énergies dans la région de jonction sont for- 
tement incurvées (fig. 9.29, b) et la largeur de la région de jonction 
est petite. Il y a par suite une probabilité de passage des électrons 
par effet tunnel à travers la barrière de potentiel. L'effet tunnel 
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étant indépendant de la température. les diodes qui mettent à profit 
cet effet (diodes tunnel que l'on appelle encore diodes Esaki) peuvent 
fonctionner dans une large gamme de température. 

Le principe de fonctionnement d’une diode tunnel peut s’expli- 
quer en examinant les diagrammes énergétiques de la jonction 
p-n correspondant aux divers points de la caractéristique courant- 
tension (fig. 9.29. g). 

Au cours des passages par effet tunnel la densité de courant est 
proportionnelle à la densité des niveaux énergétiques occupés d’une 
part de la jonction et à la densité des niveaux libres situés à la même 
hauteur d'autre part de la jonction. 

Dans une diode polarisée en sens inverse, les électrons passent de 
la bande de valence du semi-conducteur de type » dans les niveaux 
libres de la bande de conduction du semi-conducteur de type 7 
(fig. 9.29, a) et le courant traversant la jonction p-r est nettement 
supérieur au courant d'électrons opposé (point a de la caractéristique 
courant-tension). Pour V — 0, le système est à l’état d'équilibre et 
ies niveaux de Fermi des deux semi-conducteurs se situent à une 
même hauteur (fig. 9.29, b). Le mouvement des électrons du semi- 
conducteur de type x vers le semi-conducteur de type p est donc 
compensé par le courant d'électrons circulant en sens inverse, si bien 
que le courant résultant est nul (point b de la caractéristique cou- 
rant-tension). 

Lorsqu'on augmente la tension appliquée en sens direct (point c 
de la caractéristique courant-tension), le courant est constitué par 
les électrons passant des niveaux occupés de la bande de conduction 
du semi-conducteur de type n vers les niveaux libres de la bande de 
valence du semi-conducteur de type p (fig. 9.29, c). Pour V = V,, 
le bord inférieur de la bande de conduction du semi-conducteur de ty- 
pe n se confond avec le niveau de Fermi dans la bande de valence du 
semi-conducteur de type p. Si la tension appliquée s'accroît encore, 
le nombre de niveaux occupés par les électrons dans la région n qui 
sont situés au droit des niveaux libres dans la région p diminue et 
en même temps une bande interdite de la région p se trouve placée 
en face d’une partie des niveaux occupés de la bande de conduction 
du semi-conducteur de type nr (fig. 9.29, d), de sorte que le courant 
commence à décroître brusquement (point d de la caractéristique 
courant-tension) pour atteindre son minimum lorsque le niveau 
supérieur de la bande de valence du semi-conducteur de type p se 
confond avec le niveau inférieur de la bande de conduction du semi- 
conducteur de type r» (fig. 9.29, e, point e de la caractéristique cou- 
rant-tension). Si l’on continue à augmenter la tension directe, le 
mécanisme de conductibilité électrique devient le même que celui 
dans une jonction p-r ordinaite (diffusion) et le courant commence de 
nouveau à s’accroître (fig. 9.29, f, point f de la caractéristique cou- 
rant-tension). 

Ainsi la courbe caractéristique courant-tension d’une diode 
tunnel comporte une région à résistance différentielle négative, ce 
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qui permet d'utiliser une telle diode comme élément actif dans des 
oscillateurs, amplificateurs et convertisseurs d'’oscillations à haute 
fréquence. Pour rendre possible un échange d'électrons efficace par 
effet tunnel, l’intensité du champ régnant dans la jonction p-n doit 
être de l’ordre de 108 V/m et donc le degré de dopage doit assurer 
une largeur de la jonction de l’ordre de 10 nm. 

Un paramètre important de la diode tunnel est le rapport du 
courant de pic Z, au courant de vallée Z,, qui détermine la pente de 
la partie descendante de la caractéristique et dépend du matériau 
et de la technologie de réalisation de la jonction p-n. Dans les ap- 
pareils réels le courant 7, est toujours un peu supérieur au courant 
de diffusion dans la jonction p-n ordinaire du fait qu’en présence 
d'un grand nombre d'impuretés les frontières des bandes d'énergie 
ne sont pas bien précises, en outre. la présence d’impuretés étrangè- 
res provoque la formation de niveaux localisés dans la bande inter- 
dite auxquels les électrons peuvent passer par effet tunnel pour 
« tomber » ensuite dans la bande de valence. 

Comme le fonctionnement de la diode tunnel n'est pas lié aux 
processus lents de recombinaison et de diffusion et le temps de 
traversée, par effet tunnel, d’une barrière est de l’ordre de 10-45, 
les diodes tunnel peuvent être utilisées à des fréquences très élevées 
(plusieurs dizaines de gigahertz). Les tensions de travail qui ne dé- 
passent pas quelques dixièmes de volt et une faible consommation 
d'énergie associées à une haute rapidité de fonctionnement rendent 
les diodes tunnel capables d’être utilisées dans les calculateurs élec- 
troniques. 

Il existe une variété de diode tunnel connue sous le nom de diode 
inverse dans laquelle les semi-conducteurs de part et d’autre de la 
jonction sont dans un état voisin de celui de dégénérescence. alors 
que le niveau de Fermi se situe près du bas de la bande de conduction 
dans la région r et près du haut de la bande de valence dans la ré- 
gion p. Pour V << 0, la caractéristique courant-tension d’une telle 
jonction p-n se confond avec celle d’une diode tunnel, et pour V > 0, 
son allure est presque la même que celle de caractéristique courant- 
tension d’une diode ordinaire. La région de la caractéristique près 
de V = O0 est fortement non linéaire si bien que la diode inverse 
peut servir à la détection et à la conversion de signaux très faibles 
(fractions de volt) aux fréquences élevées. 

Transistors. — L'association en série de deux jonctions p-r dans 
un même cristal permet de réaliser une triode à cristal (transistor) 
qui sert, de même que la triode à vide, à l’amplification d'’oscilla- 
tions électriques mais se distingue par des dimensions réduites, une 
faible consommation de puissance et une haute fiabilité. Les plus 
répandus sont des transistors à jonction comportant deux jonctions 
p-r planes présentant soit une structure p-n-p, soit une structure 
n-p-n. 

TL fig. 9.30 montre le schéma électrique et les diagrammes éner- 
gétiques d’un transistor de type #-p-n (a, en l'absence de tensions; 
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b, en présence de tensions). La jonction de gauche, nommée jonction 
émettrice, est montée en sens direct et la jonction de droite, appelée 
jonction collectrice, en sens inverse. Le courant d'électrons issus de 
l'émetteur diffuse à travers la base vers le collecteur et diminue la 
résistance de la jonction collectrice, en provoquant une augmenta- 
tion du courant dans le circuit de collecteur et une croissance de la 
tension aux bornes de la charge d'utilisation R. Une faible conduc- 
tance de la jonction collectrice permet d’intercaler dans son circuit 
une forte résistance de charge si bien que de petites variations du 
courant de collecteur entraînent une variation considérable de la 
tension sur la résistance À. 

L'épaisseur de la base est petite, très inférieure à la longueur 
de diffusion des porteurs de charge minoritaires (électrons) et le 
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degré de son dopage est plus faible que celui de l'émetteur, si bien 
que les électrons passent de l'émetteur au collecteur pratiquement 
sans se recombiner dans la base. On peut considérer de façon appro- 
chée que le courant de collecteur est égal au courant d'électrons is- 
sus de l’émetteur, mais comme la résistance du circuit de collecteur 
est beaucoup plus grande que celle du circuit d'émetteur, la puissance 
de sortie excède la puissance d'entrée, de sorte que le transistor 
peut servir à l’amplification en puissance et en tension. 

Un transistor de type p-n-p fonctionne d’une manière analogue 
à cette différence près que la liaison entre l'émetteur et le collecteur 
y est assurée par un courant de trous. 

La fig. 9.30, c représente un montage du transistor dit base à la 
masse où base commune. Lorsque le transistor est monté en émetteur 
commun, le signal d’entrée est appliqué entre l'émetteur et la base, 
alors que le signal de sortie est prélevé entre l'émetteur et le col- 
lecteur. Un tel montage permet une amplification en tension et en 
courant. 

Le comportement en fréquence d’un transistor et notamment son 
aptitude à fonctionner aux fréquences élevées dépendent en grande 
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partie de l'épaisseur de sa base, car aux fréquences élevées Le temps 
de diffusion des électrons à travers la base est de l’ordre de grandeur 
de la période des oscillations à amplifier et tous les porteurs de char- 
ge n'arrivent pas à atteindre le collecteur. De plus, les trajectoires 
suivies par les électrons lors de la diffusion à travers la base et les 
temps de transit sont différents, ce qui provoque une distorsion du 
signal haute fréquence à amplifier. Or, la diminution de l’épais- 
seur de la base est limitée par le danger de claquage. C’est pourquoi, 
dans les transistors pour hautes fréquences, on introduit entre la 
base et le collecteur une couche de semi-conducteur intrinsèque en 
réalisant des structures de type p-n-i-p ou n-p-i-n dans lesquelles la 
résistance de la couche à fait apparaître un champ électrique intense. 
Dans une telle structure les porteurs de charges diffusent à travers 
une base mince pour être accélérés ensuite par le champ de la cou- 
che à si bien que le temps de transit dans la base est très petit et le 
transistor peut ètre utilisé aux fréquences élevées. 

Il existe d'autres combinaisons de jonctions p-r permettant de 
réaliser des dispositifs à semi-conducteurs destinés à divers usages 
que nous n'étudions pas dans ce livre. 

Hétérojonctions.— L'hétérojonction représente le contact de deux 
semi-conducteurs différents à largeur inégale des bandes d'énergie 
(à la différence des homojonctions étudiées plus haut, qui sont réali- 
sées au sein d’un même cristal). Au sens plus large, la notion d’hété- 
rojonction englobe non seulement le contact de deux semi-conduc- 
teurs mais, en général, le contact entre deux substances différentes, 
entre un métal et un semi-conducteur par exemple. Les jonctions 
p-n ordinaires elles-mêmes peuvent être considérées comme un cas 
particulier de l’hétérojonction. 

Les structures stratifiées contenant des substances différentes : 
métaux, semi-conducteurs, diélectriques (hétérostructures) trouvent 
des applications de plus en plus nombreuses en électronique et per- 
mettent de réaliser des appareils à circuits monolithiques présen- 
tant les propriétés les plus variées. Ce sont les hétérojonctions à semi- 
conducteurs de type p-n, n-r et p-p qui présentent le plus grand inté- 
rêt. 

Une des principales difficultés que l’on rencontre lors de la réa- 
lisation des hétérojonctions est due à la nécessité de choisir des 
substances dont les différences de structure cristalline soient mini- 
males (il est désirable que les constantes de leurs réseaux cristallins 
soient égales l’une à l’autre à 0,5 % près) et les coefficients de dila- 
tation thermique soient identiques, sinon l'endroit de contact de- 
vient le siège d’imperfections importantes et en premier lieu de 
dislocations. Pour l’obtention des hétérojonctions on a recours à des 
méthodes de déposition épitaxiale des cristaux, de fusion superfi- 
cielle, d'évaporation sous vide d’un semi-conducteur sur un autre. 
Comme exemples d'hétérojonctions de deux semi-conducteurs on 
peut indiquer AlAs-GaAs, GaAs-Al,Ga,..As, GaAs-In,Ga,.,As, 
GaAs-Ge, GaAs-GaP, GaAs-InAs, ZnSe-ZnTe et autres. 
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La fig. 9.31 montre les diagrammes énergétiques des hétérojonc- 
tions parfaitement abruptes à largeur différente de la bande inter- 
dite. 

On y voit les principales particularités d'une hétérojonction de 
deux semi-conducteurs: la barrière de potentiel de hauteur diffé- 
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rente pour les électrons et pour les trous et la rupture des bandes à 
la limite de séparation (AE. et AE). 

En effet, lorsque les deux semi-conducteurs sont mis en contact, 
un état d'équilibre s'établit par suite de l'échange de porteurs de 
charges si bien que les niveaux de Fermi deviennent égaux dans 
les deux semi-conducteurs, ce qui conduit à une discontinuité dans 
la position des bandes d'énergie. L'’intervalle de discontinuité 
énergétique dans la bande de conduction se détermine par la diffé- 
rence des travaux de sortie externes, alors que celui dans la bande de 
valence dépend aussi du rapport entre les dimensions des bandes 
interdites. 

Les défauts du réseau cristallin qui apparaissent à l'endroit de 
contact lorsque la différence des constantes des réseaux excède 1 % 
ou les coefficients de dilatation thermique sont différents, condui- 
sent à la formation de niveaux énergétiques additionnels à la limite 
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de séparation. Les charges qui s'accumulent à ces niveaux peuvent 
provoquer une courbure additionnelle des bandes d'énergies. 

Une particularité importante de l'hétérojonction est que les 
conditions de mouvement des électrons et des trous sont différen- 
tes, ce qui tient à l'inégalité des barrières de potentiel. Bien que la 
hauteur des barrières dépende de la tension extérieure appliquée 
ou de l’illumination de l'hétérojonction, une différence dans les con- 
ditions de mouvement des porteurs de charges subsiste néanmoins. 

La fig. 9.31, a représente le diagramme énergétique d’une hété- 
rojonction n#-p à la plus large bande interdite dans la région 
P (AE yn > AE). La différence de potentiel de contact totale se 
détermine par la différence des travaux de sortie ou par la courbure 
totale des bandes d'énergies: 


V= Pen _Piters y, pi: (9.113) 


e 


Les électrons qui se déplacent de la région nr dans la région p 
ont à surmonter une haute barrière de potentiel Æ,, — E,4, alors 
que les trous venant de la région p dans la région r (du niveau £,: 
au niveau E,,) n'ont qu'à franchir une barrière en pic plus basse. 
C'est pourquoi le courant à travers l’hétérojonction sera constitué 
essentiellement par des porteurs de charge d’un signe, c'est-à-dire 
par les trous qui sont injectés du semi-conducteur de type p dans 
le semi-conducteur de type n. 

Il n'en est plus de même pour une hétérojonction n#-p lorsque 
ÂE yn > AEyp. Dans ce cas la barrière de potentiel est considé- 
rablement plus haute pour les trous venant de la région p que pour 
les électrons venant de la région n (fig. 9.31, b) et donc le courant de 
trous à travers la jonction est négligeable devant le courant d'élec- 
trons. À droite de la discontinuité dans la bande de conduction il 
se forme une vallée (un puits de potentiel qui accumule les élec- 
trons). Le mécanisme de passage des électrons à travers la barrière 
dans la bande de conduction dépend de la valeur du pic AE... Trois 
mécanismes différents de mouvement des électrons sont possibles : 
l'injection à travers (par dessus) la barrière, de même que dans une 
homojonction si l'énergie des particules est suffisante, la traversée 
par effet tunnel du pic et enfin la recombinaison des porteurs de 
charges à la limite de séparation si le réseau cristallin comporte un 
grand nombre de défauts. Le courant traversant une hétérojonction 
dans le sens direct est une fonction exponentielle de la tension appli- 
quée. Pour de faibles valeurs de V, 


ev 
Irexp (2), (9.114) 
où n est un coefficient qui tient compte de la génération et de la 
recombinaison des porteurs de charges à la limite de séparation et 
est égal à quelques unités. 
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Pour des valeurs plus fortes de V, la relation entre le courant 
et la tension se décrit par la formule 


I exp (AV) exp (BT), (9.115) 


où À et B sont des constantes qui ne dépendent ni de la tension, ni 
de la température. 

Les diagrammes énergétiques des hétérojonctions n-n et p-p iso- 
types sont montrés sur les fig. 9.31, c et d. Les conditions de mouve- 
ment des électrons dans la structure n-n7 étant différentes de part 
et d’autre du contact, la courbe caractéristique courant-tension est 
asymétrique si bien que l'hétérojonction peut servir au redresse- 
ment. Il en est de même pour les trous dans l'hétérojonction p-p. 

Puisque le courant n'est transporté que par des porteurs de 
charge majoritaires et le renversement de la polarité de la tension 
extérieure ne provoque pas de récombinaison de porteurs de char- 
ge minoritaires. l’inertie du processus de commutation est faible 
(une situation analogue s'observe aussi dans un contact métal- 
semi-conducteur à barrière de Schottky). Cette propriété des hété- 
rojonctions isotypes est mise à profit pour la réalisation d’une diode 
de commutation à haute rapidité de fonctionnement dont le temps 
de commutation ne dépasse pas quelques dixièmes de nanoseconde. 

Ce n’est qu'un des exemples d’emploi des hétérojonctions dans 
les dispositifs électroniques. La technologie perfectionnée de réa- 
lisation d’hétérostructures a permis de mener de larges recherches 
concernant la physique des hétérojonctions et la mise au point 
de nouveaux dispositifs présentant des propriétés que les homojonc- 
tions ne possèdent pas. En outre, l’emploi d’hétérojonctions dans 
des dispositifs réalisés à base d’homojonctions, utilisés auparavant, 
a permis d'améliorer considérablement leurs paramètres. 

Les hétérojonctions ont servi de base pour l'élaboration de 
transistors à émetteur à large bande dans lesquels une injection 
intense de porteurs de charges dans la base est assurée sans procéder 
à un dopage fort de l’émetteur; des hétérolasers à injection, c’est-à- 
dire des sources de rayonnement cohérent fonctionnant en continu 
à la température ordinaire; des diodes semi-conductrices de puis- 
sance; des diodes tunnel à rapport élevé J,/1,; des photorécepteurs 
à large bande; des convertisseurs de rayonnement ; des diodes élec- 
troluminescentes; divers appareils de l’opto-électronique et de 
nombreux autres appareils et dispositifs électroniques. 

Le domaine d’emploi des hétérojonctions s’élargit sans cesse 
et leurs applications en électronique sont très riches en promesses. 


$ 9.7. Phénomènes à la surface des semi-conducteurs 
et dans les couches minces 


Les propriétés des structures semi-conductrices dépendent en 
grande part de l’état de leur surface qui constitue un dérangement 
évident de la régularité du réseau cristallin. Les liaisons covalentes 


439 


des atomes superficiels étant incomplètes, la surface devient capa- 
ble d'interagir activement avec le milieu environnant. Les effets 
de surface ont une influence particulière sur le fonctionnement des 
circuits intégrés à couches minces dont le rapport de l'aire de la 
surface au volume est élevé. Le mécanisme de conduction électrique 
des films minces présente également quelques particularités. Il 
est donc nécessaire d'étudier sommairement les phénomènes interve- 
nant à la surface des semi-conducteurs et dans les couches minces de 
solides. 

Etats énergétiques de surface et diagramme énergétique. — La 
structure énergétique juste à la surface d’un corps se caractérise par 
l'existence d'états de surface. c'est-à- 
dire de niveaux énergétiques 
localisés qui se situent en règle 
générale dans la bande interdite. 
Les électrons ou les trous occupant 
ces niveaux se concentrent près de 
la surface du semi-conducteur. 

Les états de surface existent 
même dans un cristal parfait. La 
résolution de l'équation de Schrô- 
dinger, compte tenu du fait que 
près de la frontière du corps la pé- 
riodicité de la structure est dérangée, 

Fig. 9.32 montre l'existence dans le cristal 

de niveaux d'énergie permis ad- 

ditionnels qui sont localisés près de la surface (niveaux de Tamm) 

et ont une densité de l’ordre de 10? m-? (v. $ 8.4). La présence de 

liaisons covalentes non compensées des atomes à la frontière du 

réseau des cristaux parfaits provoque elle aussi la formation d’états 

de surface (niveaux de Schockley). La densité des niveaux de Schock- 

ley se détermine, de même que celle des niveaux de Tamm, par la 
concentration des atomes superficiels et est égale à 101 m-*. 

Dans les cristaux réels, le rôle principal revient aux niveaux liés 
à la distorsion du potentiel du réseau près de la surface, distorsion 
due aux atomes ou aux ions d’impureté absorbés sur la surface et 
aux défauts de la surface produits au cours du traitement technologi- 
que du semi-conducteur. Lorsque la concentration des défauts est 
forte, les niveaux de surface se décomposent pour former une bande 
d'énergie de surface. 

De même que les niveaux donneurs ou accepteurs d’un semi- 
conducteur, les états de surface peuvent échanger des électrons avec 
la bande de conduction ou avec la bande de valence, ce qui fait 
apparaître près de la surface une couche d'électrons ou de trous char- 
gée. En règle générale, un semi-conducteur est recouvert d’une cou- 
che d'oxydes (fig. 9.32) et les niveaux de surface se situent de part 
et d’autre de cette couche. On distingue deux types d'états de sur- 
face : rapides (2) et lents (1). Les états de surface à la limite de sé- 
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paration semi-conducteur-oxyde sont rapides, car le temps pendant 
lequel les électrons passent à ces états ou en reviennent dans les ban- 
des d'énergies (temps de relaxation) n'excède pas 1077 s. Les états 
de surface lents se situent du côté extérieur de la couche d'oxyde, 
de sorte que le passage des électrons des bandes du semi-conducteur 
à ces niveaux est difficile et exige un temps supérieur à 10° s. La 
densité d'états de surface lents se détermine pour une large part par 
le milieu gazeux environnant et s'élève à plus de 1077 m°°, alors 
que la densité d'états de surface rapides est vraisemblablement de 
l'ordre de 101 m*. 

L'apparition d'une charge superficielle conduit en vertu de la 
condition d’électroneutralité (l'égalité à zéro de la somme de la 
charge volumique et de la charge superficielle) à la formation d’une 
charge d'espace de polarité opposée qui compense les charges près 
de la surface. La formation de la charge d'espace est liée à l'attrac- 
tion ou à la répulsion des porteurs de charges mäjoritaires par les 
forces d'interaction électrostatique avec les charges superficielles. 
Dans les métaux où la concentration des électrons est de 10% m°*, 
l'épaisseur de la couche de charge d'espace ne dépasse pas 1 nm 
et cette couche est sans effet sur les propriétés du métal. Par contre, 
dans des semi-conducteurs ayant une concentration des porteurs 
de charges de l’orde de 10?! m-* l’épaisseur de la couche qui compense 
la charge superficielle peut aller jusqu’à 1um, dans les semi-con- 
ducteurs intrinsèques jusqu’à 100 um, de sorte que la couche de char- 
ge d’espace a une influence considérable sur la conductibilité électri- 
que. Suivant le type de conductibilité électrique du semi-conducteur 
et le signe des charges superficielles, la couche d'espace de charge 
est enrichie ou appauvrie en porteurs de charges majoritaires et la 
répartition du potentiel dans le sens de la surface vers la profondeur 
du semi-conducteur est analogue à la répartition du potentiel dans 
un contact métal-semi-conducteur. 

En résolvant l’équation de Poisson, on peut montrer que les ban- 
des d'énergies dans la région de la charge d’espace sont courbées et 
que leur courbure se détermine par la densité de charges superficiel- 
les. La fig. 9.33 montre la courbure des bandes énergétiques d’un 
semi-conducteur de type z pour des charges superficielles positive 
(en a) et négative (en b). Dans le premier cas, la région ! de la charge 
d'espace est enrichie en électrons, et dans le second cas, elle est 
appauvrie en électrons, car les porteurs de charge majoritaires (élec- 
trons) sont repoussés par les charges superficielles négatives. La 
courbure des bandes d'énergies se caractérise par la différence eY, — 
— E;, E; étant le niveau énergétique du milieu de la bande interdite 
dans la masse du semi-conducteur, et W,, le potentiel électrostatique de 
la surface. On introduit également la notion de potentiel de surface 
w, en le définissant par la relation ‘ 


Ps = (Er — eV,)/e. (9.116) 
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Dans le cas d'une forte densité de charges superficielles de même 
signe que les porteurs de charge majoritaires, la courbure des bandes 
d'énergies peut devenir si grande que le niveau de Fermi dans la 
région se trouvant immédiatement sous la surface se situera soit 
au-dessous du milieu de la bande interdite Æ; dans un semi-con- 
ducteur de type » (fig. 9.33, c), soit au-dessus de £; dans un semi- 
conducteur de type p et le potentiel de surface Œç, changera de signe. 


La concentration des porteurs de charge minoritaires dans la couche 
superficielle Z, sera plus forte que celle des porteurs de charge majo- 
ritaires et la couche Z, présentera une conductibilité de type opposé 
à celle de l’autre masse du semi-conducteur (la couche /, est appelée 
dans ce cas couche d'inversion). La couche d'inversion fait apparai- 
tre dans le semi-conducteur une jonction p-n dont les propriétés dé- 
pendent de la concentration des états de surface. 

Conductibilité superficielle. Effet de champ. — Les variations 
An et Ap de la concentration des porteurs de charges dans la couche 
superficielle d’un semi-conducteur se répercutent avant tout sur sa 
conductibilité électrique. La variation de conductibilité peut s’é- 
crire sous la forme 


AG = e (Ans, + Aplps), 19.117) 


où uh, et Up, sont respectivement les mobilités des électrons et des 
trous dans la couche superficielle, qui peuvent différer notablement 
des mobilités dans la masse même du semi-conducteur par suite 
d’une diffusion supplémentaire sur la surface. 

Le calcul montre que la quantité Ao dépend de la courbure des 
bandes d'énergies. Laïprésence d’une couche enrichie en porteurs de 
charges augmente la conductibilité. L’appauvrissement de la couche 
superficielle en porteurs de charges diminue la conductivité, cepen- 
dant dans le cas d’une forte concentration des charges superficielles 
de même signe que les porteurs majoritaires, lorsqu’au lieu d’une 
couche appauvrie il se forme une couche d’inversion, la conductibi- 
lité accuse de nouveau une croissance. Il est évident que la courbe 
traduisant la variation de la conductibilité superficielle en fonc- 
tion de la courbure des bandes eY, — E, comporte un minimum. 
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L'’enrichissement ou l'appauvrissement des couches superficiel- 
les de charge d'espace en porteurs peut également se produire sous 
l'effet d’un champ électrique extérieur dont le vecteur intensité est 
dirigé normalement à la surface du semi-conducteur. La conductibi- 
lité superficielle dépend donc du champ électrique transversal (effet 
de champ). En utilisant cette propriété, on peut déterminer la den- 
sité d’états de surface dans un semi-conducteur. À cet effet, on me- 
sure la conductibilité superficielle en fonction de la grandeur et du 
sens d’un champ électrique transversal. Pareillement à ce qui se 
produit sous l’action des charges 
superficielles, la conductibilité aug- 40 
mente dans des champs électriques 
qui assurent la formation d’une cou- 
che enrichie ou d’une couche d’inver- 
sion et diminue dansun champ qui 
conduit à la formation d'une couche 
appauvrie en porteurs de charges. 
Cette dépendance peut être calculée 
théoriquement. L'écart des courbes no w?1 wEs 
expérimentales par rapport aux courbes Fig. 9.34 — 
de calcul s'explique par la présence He 
d’états de surface (la charge superfi- 
cielle constitue un écran masquant le champ extérieur), si bien 
que la comparaison des courbes expérimentale et théorique permet de 
calculer la concentration, la profondeur et le spectre des états éner- 
gétiques de surface, ainsi que le type de conductibilité superficielle 
et la courbure des bandes d’énergies. 

Dans un champ électrique transversal statique la conductibilité 
superficielle diminue avec le temps (fig. 9.34). Aux premiers ins- 
tants, la conductibilité diminue rapidement avec une constante de 
temps inférieure à 10% s, puis elle décroît progressivement avec une 
constante de temps pouvant aller jusqu’à plusieurs heures. Une 
telle allure de la fonction Ao (t) tient à ce que les électrons sont 
captés tout d’abord par des états de surface rapides et ensuite par 
des états de surface lents, or, pour atteindre ces derniers, les élec- 
trons ont à diffuser à travers la couche d'oxyde, ce qui exige un 
temps prolongé. En mesurant la vitesse de décroissance de la con- 
ductibilité superficielle en fonction du temps, on peut déterminer 
le temps de relaxation des états de surface rapides et lents. 

La variation de la conductibilité avec l’intensité du champ 
électrique transversal est mise à profit pour la commande de courant 
électrique dans de nombreuses structures semi-conductrices et 
notamment dans les transistors à effet de champ. 

Influence de la surface sur le fonctionnement des appareils 
à semi-conducteurs. — La stabilité de fonctionnement des dispo- 
sitifs à semi-conducteurs dépend pour une large part des propriétés 
de la surface de semi-conducteur. C’est l'apparition de couches d’in- 
version et le changement du type de conductibilité électrique qui 
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exercent le plus grand effet. Indiquons quelques exemples qui illus- 
trent l'influence des charges superficielles sur les propriétés des 
appareils à semi-conducteurs. 

1. Une couche superficielle enrichie produite par les charges su- 
perficielles diminue l'épaisseur de la jonction p-n7. ce qui conduit 
finalement à une réduction de la tension inverse de claquage. 

2. Des états de surface situés au milieu de la bande interdite 
peuvent servir de centres de recombinaison des porteurs de charges 
hors d’équilibre de même que les niveaux d’impureté se trouvant 
dans la masse du semi-conducteur. Dans de nombreux cas la vites- 
se de recombinaison des porteurs de charges peut être beaucoup 
plus grande en surface qu’en volume. Seuls les états de surface rapides 
peuvent devenir des centres de recombinaison, car le temps de rela- 
xation des états lents est trop élevé. 

Le processus de recombinaison consiste en ce qu’un électron de 
la bande de conduction passe à un niveau de surface à la frontière du 
corps et ensuite dans la bande de valence en se recombinant avec 
un trou. La probabilité d’un tel processus est plus élevée que celle 
de passage direct de l’électron d’une bande dans l'autre. C'est pour- 
quoi la recombinaison en surface est particulièrement importante 
dans des cristaux purs à faible concentration des centres de recombi- 
naison en volume. 

La vitesse de recombinaison en surface s (rapport du nombre de pai- 
res de porteurs de charges qui se recombinent par unité de surface 
et de temps à la concentration des porteurs excédentaires près de la 
région de la charge d’espace) dépend de la concentration des charges 
superficielles ainsi que de l’état de la surface et du milieu environ- 
nant. En particulier un décapage de la surface du cristal diminue 
la valeur de s de plus de 100 fois. 

Les conditions les plus favorables pour la recombinaison des 
porteurs de charges sont réalisées lorsque la courbure des bandes 
d'énergies est telle que le niveau eŸ, se confond avec le niveau de 
Fermi, c'est-à-dire lorsque le potentiel de surface æ, est nul et le ni- 
veau de Fermi près de la surface se situe au voisinage du milieu de 
la bande interdite. 

La recombinaison en surface diminue la durée de vie efficace 
Ter des porteurs de charges hors d'équilibre : 


Lterr = 1/% + 1/7. (9.118) 


Ici x, et t, sont les durées de vie des porteurs de charges respec- 
tivement dans le volume du semi-conducteur et à sa surface. 
Pour des échantillons de petite épaisseur d 


1/Tets = 4/x, — 2sld. (9.119) 


En vertu de la formule (9.109) une diminution de * conduit à 
une augmentation du courant de saturation traversant la jonction 
p-n en sens inverse. 
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3. Le courant inverse dans la jonction p-r augmente encore par 
suite de la composante électronique ou ionique du courant de fuite 
circulant à travers la couche d’oxyde ou la couche d'humidité adsor- 
bée sur la surface. 

4. La croissance du courant inverse à travers la jonction p-r 
est particulièrement grande dans le cas de formation de couches 
d’inversion superficielles. La fig. 9.35 montre la frontière d’une 
jonction p-r pour de fortes charges super- 
ficielles positives qui peuvent se produire 
en cas d’adsorbtion d'humidité sur la sur- 
face. La frontière de la jonction est dépla- 
cée vers le semi-conducteur de type p par 
suite de la formation d’une couche d'in- 
version de plusieurs millimètres de lon- 
gueur présentant une conductibilité de Fig. 9.35 
type nr. La croissance du courant in- ü 
verse est liée à l'augmentation de la 
surface effective du contact. Les couches d’inversion se forment le 
plus facilement dans des semi-conducteurs faiblement dopés à 
forte résistivité. 

Les couches d’inversion augmentent la probabilité de claquage 
dejla jonction par la tension inverse appliquée. La formation d’une 
couche d’inversion dans la base d’un transistor peut créer un court- 
circuit entre émetteur et collecteur et donc altérer fortement les 
performances de l'appareil. 

5. La présence d'états de surface rapides et lents à forte disper- 
sion du temps de relaxation, surtout pour des états lents, entraîne 
une dégradation des caractéristiques de bruit de l’appareil. Dans ces 
conditions il devient très important de pouvoir contrôler l’état de 
la surface du semi-conducteur et stabiliser la structure superficielle. 
A cet effet, on utilise des revêtements de protection, l’hermétisation, 
la création d’une couche d’oxyde épaisse pour rendre plus difficile 
la formation de nouveaux états de surface rapides et diminuer l’in- 
fluence due aux états lents, etc. 

Transport de porteurs de charges dans des films minces. — Le 
mécanisme de transport des porteurs de charges détermine le prin- 
cipe de fonctionnement des éléments à couches minces des circuits 
électroniques. Il existe plusieurs mécanismes de transport et dans 
des conditions réelles ils peuvent intervenir simultanément. 

Dans ce qui suit nous étudions sommairement les principaux mé- 
canismes de conductibilité électrique des films minces. 

1. La traversée par effet tunnel des couches diélectriques minces 
par les électrons est le principal mécanisme de transport dans des 
diélectriques à faible concentration des porteurs de charge, à petite 
épaisseur de la couche (inférieure à 10 nm) et à basse température. 
L'épaisseur de la couche est choisie inférieure au libre parcours 
moyen de l’électron dans le diélectrique pour prévenir une dif- 
fusion notable des électrons, mais en tenant compte du fait que le 
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diélectrique doit supporter une tension de l’ordre de plusieurs volts. 
La barrière de potentiel entre deux électrodes métalliques sé- 
parées par une couche diélectrique a une forme assez compliquée 
qui peut être approchée pour les calculs par un rectangle, un tra- 
pèze (courbe 7 de la fig. 9.36) ou 
une parabole (courbe 2). Le cou- 
rant à travers la couche diélectri- 
que est égal à la différence de deux 
courants tunnel opposés circulant 
à travers la barrière de potentiel 
pour des valeurs différentes des 
tensions appliquées aux électrodes, 
c’est-à-dire pour des positions diffé- 
rentes du niveau de Fermi de part 
Fig. 9.36 et d'autre de la couche. On tient 
compte de la répartition des élec- 
trons dans les métaux suivant les impulsions et de la transparence 
de la barrière à l'approximation admise. Pour une barrière de forme 
parabolique la variation de la densité de courant tunnel en fonction 
Fe la différence de potentiel V appliquée à la couche s'écrit sous la 
orme 


___ Anmee CXP(— bo) ncikT 
Le hic? sin (nckT) 


Xexp(b,V—b,V2)[1—exp(—c,V)], (9.120) 


où b5, b1, 02 et c, sont des constantes indépendantes de Y. 
Cette expression est également valable pour des barrières de 
toute forme si les valeurs de V sont faibles. On en tire 


À Me 14 L(ncET)e. (9.121) 


Î Ir sin (xc14T) 


En développant en série suivant V les exponentielles figurant 
au second membre de l’expression (9.120) et en ne gardant que les 
premiers termes du développement, on obtient j — V. La variation 
de la densité du courant tunnel suivant une loi linéaire en fonction 
de la tension appliquée (pour de faibles valeurs de V) et suivant une 
loi quadratique en fonction de la température (9.121) est confirmée 
expérimentalement. Lorsque la tension appliquée s'accroît, la ca- 
ractéristique courant-tension devient d'abord exponentielle, ensuite 
le courant subit une limitation notable par la charge d’espace dans 
le diélectrique due aux électrons de conduction et aux électrons 
captés par des niveaux énergétiques localisés (pièges). 

2. Dans le cas de basses barrières de potentiel entre les électrodes 
métalliques séparées par une couche diélectrique ou semi-conductrice 
et aux températures élevées, le rôle prépondérant est joué par des 
courants d'émission par-dessus la barrière (émission de Schottky). Le 
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champ électrique accélérateur d'intensité € réduit la hauteur de 
la barrière de potentiel à la frontière du métal et diminue son tra- 


à | es 3 \12 : : 
vail de sortie de la quantité ( a ) . Il en résulte une croissance 
ser 


du nombre d’électrons ayant des énergies suffisantes pour franchir 
la barrière. 

L'émission par transfert thermique des électrons à travers la 
barrière de potentiel à la frontière, en présence d’un champ électrique 
accélérateur, est appelée émission de Schottky. Les électrons émis 
par une des électrodes métalliques tombent dans la bande de conduc- 
tion du diélectrique ou du semi-conducteur et créent entre les élec- 
trodes un courant dont la densité s'exprime, dans le cas d’une couche 
diélectrique d'épaisseur d, par 


j= ATtexp(—%) exp [ Ep) (EE) + | x 


ARE -Eod! TE Eod 
à [1 —exp | —*) ] , (9.122) 


où À est la constante de Richardson (v. chap. 10); eg, le travail de 
sortie de l’électron du métal (cathode) en l'absence de champ exté- 


rieur. L'expression (9.122) montre que nj=-VV'p pour de fortes 
valeurs et In j — V pour de petites valeurs de la différence de poten- 
tiel V entre les électrodes. [1 s’ensuit également que l'émission de 
Schottky dépend fortement de la température. 

Si les électrodes sont séparées par une couche semi-conductrice 
et non diélectrique, l’intensité de champ se détermine non pas par 
la relation € — V/d comme dans le diélectrique mais par la largeur 
1 de la région de transition de la charge d'espace. Puisque 1 = VV 
[v. formule (9.106)], £ — VV etln j— V4. Les structures de ce 
type présentent les propriétés de redressement. 

Au fur et à mesure que la température et l’épaisseur de la couche 
diélectrique ou semi-conductrice augmentent, le rôle de l’émission 
de Schottky devient de plus en plus grand par rapport au passage 
par effet tunnel des électrons. 

3. Dans des couches diélectriques à forte concentration des dé- 
fauts et donc à faibie mobilité des porteurs de charges les courants se 
déterminent par l'effet Frenkel. Ils sont dus à la diminution, sous 
l'action d’un champ électrique, de l'énergie nécessaire pour faire 
passer les électrons des niveaux d’impureté dans la bande de conduc- 
tion. La variation du courant en fonction de la tension appliquée 
suit une loi exponentielle 7 — exp (B VV). 

La faible mobilité des porteurs de charges rend difficile la réali- 
sation d’un claquage électrique, ce qui permet d'utiliser les films 
diélectriques de ce type en tant que couches de haute rigidité diélec- 
trique. 

4. Une couche de diélectrique ou de semi-conducteur à forte ré- 
sistivité ne contient qu’un nombre peu important de porteurs de 


447 


charges intrinsèques et de ce fait elle est dans une certaine mesure 
analogue à l'intervalle de vide séparant deux électrodes métalliques. 
Si la barrière de potentiel à la limite de séparation métal-diélectrique 
n’est pas élevée, la conductibilité électrique du diélectrique est due 
aux porteurs de charges qui y sont injectés par les électrodes métal- 
liques. Les diélectriques et les semi-conducteurs réels comportent 
un grand nombre de défauts qui produisent dans la bande interdite 
des niveaux énergétiques de capture des électrons (pièges) avec 
une concentration de l’ordre de 10% à 10% m#. Les porteurs de 
charges injectés dans le semi-conducteur sont captés en partie par les 
pièges en formant une charge d'espace fixe qui ne participe pas à la 
conductibilité électrique. 

Le courant à travers le diélectrique est limité par le champ dû 
à la charge d’espace engendrée par les porteurs immobiles ainsi que 
par le champ produit par la charge d'espace des porteurs participant 
à la conductibilité. L’injection des porteurs de charges et la limita- 
tion du courant par la charge d’espace sont analogues aux phénomè- 
nes intervenant dans l’intervalle cathode-anode d’une diode à vide. 
Ceci explique pourquoi les circuits utilisant la structure métal- 
diélectrique-métal à injection des porteurs de charge ont reçu le 
nom d'appareils analogiques monolithiques. 

Le calcul de la caractéristique courant-tension dans le cas où le 
courant est limilé par la charge d'espace conduit à l'expression 


j= EE 14 /fEi- | + ]: (0.123) 


Ici, V, — Re: d, l'épaisseur de la couche diélectrique; W,, la 


concentration des pièges; u,, la mobilité des électrons dans le diélec- 
trique ; « et f sont des paramètres tels que 1<a< 2, 1/2< B<1; 
6 est un paramètre caractérisant le degré de remplissage des pièges. 

Pour V € V,, lorsque le courant est limité par la charge d'espace 
fixée aux pièges, et V> V., lorsque le courant est limité par le 
champ des porteurs de charges libres, l'expression (9.123) donne une 
variation quadratique du courant en fonction de la tension appli- 
quée. Pour V & V., la croissance du courant est plus brusque. 

Le coefficient de redressement d’une diode analogique à limi- 
tation du courant par la charge d’espace dépasse 10%, de plus, du 
fait de la grande largeur de la bande interdite une telle diode peut 
fonctionner aux températures élevées. 

Une injection unilatérale des porteurs de charge (par une des élec- 
trodes) a lieu dans le cas où les hauteurs des barrières de potentiel 
entre les deux métaux et le diélectrique sont nettement différentes. 
Dans des structures symétriques, en plus de l’injection unilatérale 
de porteurs de charges, on observe une injection double (des élec- 
trons par la cathode et des trous par l’anode) qui a pour effet de ré- 
duire la charge d'espace par les porteurs de signes contraires et d’in- 
tensifier les processus de recombinaison entre les électrons et les 


448 


trous et donc d'augmenter considérablement le courant. La caracté- 
ristique courant-tension des structures à double injection peut com- 
porter des régions à résistance négative dans le cas où la conductibi- 
lité électrique est due essentiellement aux processus de recombi- 
naison. 

5. Dans des semi-conducteurs fortement dopés, à haute concen- 
tration des centres d’impureté, les porteurs de charges peuvent pas- 
ser directement d’un centre d’impureté à un autre. Une telle conduc- 
tibilité « par sauts » joue un rôle important à basse température lors- 
que la mobilité des porteurs de charges dans les bandes est faible. La 
conductibilité dépend fortement de la concentration des impuretés. 
Si le nom bre de centres d’impureté est relativement petit, les passa- 
ges entre eux s'effectuent par effet tunnel. Lorsque la concentration 
des impuretés est si grande que les fonctions d’onde des électrons se 
recouvrent en grande partie, il y a apparition de la conductibilité 
métallique par impuretés. 

6. Le fonctionnement de certaines structures métal-semi-conduc- 
teur est basé sur le passage des électrons chauds à travers des couches 
métalliques minces. Les électrons ayant une énergie supérieure à 
l'énergie moyenne d’équilibre des électrons dans le métal (électrons 
chauds) peuvent être injectés à travers la barrière de Schottky ou par 
effet tunnel, dans une couche métallique mince à partir d’un diélec- 
trique ou d’un semi-conducteur. Comme l'épaisseur de la couche est 
plus petite que la longueur d'absorption, la masse principale d'’élec- 
trons chauds passe par la couche sans subir de collisions et sans se 
mettre en équilibre avec le gaz électronique du métal. Le trajet sur 
lequel un électron chaud, après avoir cédé l’excès d’énergie, devient 
un électron en équilibre (longueur d’absorption L) dépend de l’éner- 
gie de l’électron : il augmente lorsque cette énergie diminue. Les va- 
leurs de L sont comprises entre 10 et 100 nm. La diffusion des élec- 
trons chauds dans la couche métallique se détermine par les proces- 
sus de collisions avec les électrons et les phonons. La variation exacte 
de Z en fonction du libre parcours moyen des électrons chauds dans 
les mécanismes électron-phonon A, knon 8t électron-électron A. est 
encore inconnue, mais pour des cas limites on a 


L— ce AéeAe phon je 
3  Ace+ Ae phon 


Le. 2 


+ — 9.124 
= Æ AceÂe phon Pour Ace > Ac phon? | 


L=A, pour A.<A phon- ) 


La densité de courant j, à la sortie de la couche est liée à la den- 
sité de courant ÿ, à son entrée par la relation 
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où R est le coefficient de réflexion des électrons sur la frontière de la 
couche ; d, l'épaisseur de la couche; «&, le coefficient de transmission 
du courant dont la valeur dépend de A.. et de A, pnon : 


d d 

CE ——————— |, : 

sxP ( Âce Âe phon ) (3 126) 

Le passage des électrons chauds à travers une couche métallique 

peut être utilisé par exemple pour la réalisation de transistors à base 
métallique. 


$ 9.8. Processus électroniques 
dans les semi-conducteurs amorphes 


Ces derniers temps on s’intéresse de plus en plus à la possibilité 
d'utilisation dans les dispositifs électroniques de composés semi- 
conducteurs non cristallins. Ceci tient à ce que les semi-conducteurs 
amorphes peuvent servir de base pour la réalisation de dispositifs 
radicalement nouveaux et présentent certains avantages sur les 
substances cristallines. Une allure particulière de leur caractéristi- 
que courant-tension permet d'envisager l'emploi de semi-conducteurs 
amorphes dans la technique du calcul électronique. 

Structure et diagramme énergétique des semi-conducteurs amor- 
phes. — La structure et les propriétés physiques et chimiques des 
semi-conducteurs amorphes ont beaucoup de commun avec celles des 
verres inorganiques. Il existe trois genres principaux de verres inor- 
ganiques: verres aux oxydes, verres aux éléments et verres chalco- 
génures. Les verres aux oxydes sont constitués d’oxydes des éléments 
des groupes III, IV et V du Tableau périodique (SiO,, GeO,, B,0:, 
P,0;, As:03) ainsi que d’alliages d’oxydes y compris des éléments 
du groupe VI. Dans les appareils à semi-conducteurs on utilise des 
verres dans lesquels la conductibilité ionique est supprimée à l’aide 
d’additifs spéciaux. Les verres aux éléments sont constitués d’élé- 
ments des groupes V et VI (S, Se, P, Te) ainsi que par un élément 
(Ge) du groupe IV du Tableau périodique. 

Les plus répandus sont les verres chalcogénures. Les chalcogènes 
(S, Se, Te) sont des substances dont la structure électronique périphé- 
rique est analogue à celle de l’oxygène et qui peuvent produire avec 
des métaux des composés analogues aux oxydes: sulfures, séléniures 
et tellurures, constituant la base des verres chalcogénures. Des systè- 
mes complexes à plusieurs composants dont le chalcogène sont égale- 
ment possibles. Pour obtenir des propriétés désirées, on introduit des 
additifs, par exemple Ge, I, Au, Ag, Cu. Les semi-conducteurs chal- 
cogénures présentent en règle générale une conductibilité par trous. 
Leur conductivité électrique est comprise entre 10-11 et 1071 S/m 
suivant la composition et le procédé de fabrication. Le remplacement 
d’un élément constitutif du verre par son analogue situé plus bas dans 
le Tableau périodique entraîne généralement une augmentation de la 
conductibilité. Les verres chalcogénures sont le siège des effets mar- 
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qués de force thermo-électromotrice, de force photo-électromotrice, 
ainsi que de photoconductibili té. 

Les composés semi-conducteurs amorphes s'obtiennent par pulvé- 
risation sur un support ou par refroidissement des éléments fondus. 

L'étude de la structure et des propriétés des semi-conducteurs 
amorphes permet de conclure que malgré l’absence de l'ordre à 
grande distance dans l’arrangement des atomes, les principales par- 
ticularités caractérisant le modèle des bandes d’énergies se conser- 
vent. Les propriétés électriques d’une substance, tant amorphe que 
cristalline, se déterminent par l’ordre à courte distance ainsi que par 
le caractère des liaisons des atomes. Or, ces deux facteurs sont simi- 


9lE) 


2) 
Fig 937 Fig. 9.38 


laires dans les semi-conducteurs cristallins et amorphes. La fig. 9.37 
montre une structure conventionnelle d'une certaine substance A,0, 
dans des états cristallin (a) et amorphe (b). 

Le diagramme énergétique d’un semi-conducteur amorphe aux 
éléments est analogue à celui d’un semi-conducteur cristallin intrin- 
sèque à cette différence près que, du fait de l’absence de l’ordre à 
grande distance (ce qui peut être considéré comme une perturbation 
apportée au réseau cristallin), les frontières de la bande de valence 
et de la bande de conduction ne sont pas précises et la densité d'états 
permis dans la bande interdite est non nulle. Les « queues » des ban- 
des permises sont allongées vers les bandes interdites et peuvent mê- 
me se recouvrir (fig. 9.38, a). La répartition des niveaux d'énergie 
dans les « queues » est continue et la densité de niveaux diminue au 
fur et à mesure que l’on s'éloigne des bords des bandes. Il existe néan- 
moins des différences dans le caractère de conductibilité électrique 
assurée par les électrons situés directement dans les bandes permises 
et par les électrons occupant les niveaux énergétiques des « queues » 
des bandes. 

A l’intérieur des bandes, la densité volumique d'états permis est 
grande et l'intervalle moyen qui les sépare est de l’ordre de 1 nm, si 
bien que la probabilité de passage, par effet tunnel, de l’électron 
d’un état à un autre est élevée et les électrons se déplacent librement 
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sous l’action d’un champ extérieur de même que des porteurs de 
charge libres dans un cristal. La densité d’états des « queues » des 
bandes est de plusieurs ordres de grandeur plus faible et la distance 
qui les sépare est de quelques dizaines de nanomètres, de sorte que 
les électrons sont localisés dans l’espace et leur mobilité est insi- 
gnifiante. 

Les « queues » des bandes des semi-conducteurs chalcogénures se 
recouvrent et les électrons de la bande de valence passent aux ni- 
veaux plus bas dela bande de conduction. Il en résulte l’apparition des 
charges localisées tant positives que négatives. Un semi-conducteur 
dont les « queues » des bandes ne sont pas symétriques peut présenter 
une conductibilité par trous. 

Pour les calculs, en plus du diagramme énergétique que nous 
venons de décrire, on se sert du diagramme représenté sur la fig. 
9.38, b qui suppose l'existence dans la région du niveau de Fermi 
d'une bande étroite (<< 0,1 eV) dont la densité d'états permis est si 
élevée que le niveau de Fermi se trouve attaché à cette région dansun 
large intervalle de température. 

On peut distinguer trois mécanismes différents de conduction 
électrique dans les semi-conducteurs amorphes : 

1) la conductibilité par électrons ou par trous dans les bandes 
décrite par une loi exponentielle. Dans le cas de la conductibilité par 
trous 


Ep —E, = 
= 69exp | — Er }; (9.127) 


où 09 = 4-10! S/m. 

Avec ce type de conductibilité électrique la valeur de o est indé- 
pendante de la fréquence jusqu’à 108 Hz. 

2) la conductibilité due aux sauts par effet tunnel des porteurs de 
charges entre des niveaux localisés dans la bande interdite au voisi- 
nage de la bande de conduction ou de la bande de valence. Dans le 
cas de la conductibilité par trous 


o=oexp (<r—rttn), (9.128) 
Ici, AE, est l'énergie d'activation des sauts et 0, Æ (107? à 107) o,; 

3) les sauts des porteurs de charges entre des états au voisinage du 
niveau de Fermi. Pour ce processus qui est analogue à la conductibili- 
té par des impuretés dans des semi-conducteurs fortement dopés, on a 


o = 0, exp (—AE,/KT), (9.129) 


où AE, est l’énergie d'activation des sauts et 0 & 01. 

A basse température, les sauts des porteurs de charges peuvent 
s’effectuer non seulement entre des états localisés voisins mais égale- 
ment entre des états plus éloignés l’un de l’autre mais ayant des 
énergies voisines. Dans ces conditions, la conductivité varie en fonc- 
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tion de la température suivant la loi 
In o = A'— BT-1A, (9.130) 


où À et B sont des constantes. 

A des fréquences v >> 10% Hz la conductivité due aux sauts des 
porteurs de charges est proportionnelle à vx°:8. La dépendance In o (1/T) 
obtenue expérimentalement se traduit par une droite, mais il existe 
des substances pour lesquelles cette droite présente, à des températu- 
res déterminées, des cassures qui témoignent des passages d’un mé- 
canisme de conduction à un autre. Les résultats expérimentaux per- 
mettent également de conclure que la conductibilité prédominante est 
celle par sauts des porteurs de charges entre les états localisés dans 
la bande interdite. 

Dans des champs électriques forts on observe une brusque aug- 
mentation de la conductivité en fonction de €, décrite par une loi 
exponentielle 


o — exp (é/Ëo): (9.131) 


où #, = À + BT pour T > 300 K (4 et B étant des constantes). 

Propriétés des semi-conducteurs amorphes. — Les propriétés des 
semi-conducteurs amorphes présentent de grandes analogies avec 
celles des semi-conducteurs cristallins. C’est tout d’abord la varia- 
tion suivant une loi exponentielle de la conductivité en fonction de la 
température. En même temps, les semi-conducteurs amorphes se ca- 
ractérisent par une faible mobilité des porteurs de charges (inférieure 
à 10-5 m°/V:s) par suite de l’absence d'ordre à grande distance et 
donc par une résistivité plus élevée ainsi que par une faible variation 
de la conductivité en fonction de la concentration en impuretés, une 
haute tenue aux rayonnements, une grande transparence dans une 
large gamme de fréquences, y compris dans le visible et l'infrarouge. 

La haute stabilité aux radiations s'explique par le fait que les 
électrons des niveaux donneurs dus aux défauts de structure apparus 
lors de l’irradiation ne sont pas excités dans la bande de conduction 
mais passent aux niveaux libres des « queues » des bandes. Ceci ne 
conduit qu'à un léger déplacement du niveau de Fermi et n'’influe 
presque pas sur la valeur de la conductivité. - 

La densité d'états localisés étant très élevée (jusqu'à 10° m°*), 
l'épaisseur de la barrière de Schottky dans les contacts entre les ver- 
res chalcogénures et les métaux est si faible que dans certains compo- 
sés l'effet de redressement ne se manifeste pas. 

La caractéristique courant-tension des semi-conducteurs amorphes 
dans des champs faibles est linéaire, sa non-linéarité n'apparaît que 
pour # >> 4-10* V/m. Lorsque l'intensité de champ excède 107 V/m, 
la résistivité du semi-conducteur diminue brusquement el tout se pas- 
se comme s’il était mis dans un nouvel état caractérisé par une conduc- 
tivité nettement différente. Les types de caractéristiques courant- 
tension des éléments de commutation utilisant un semi-conducteur 
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amorphe sont représentés sur les fig. 9.39, a à d. Lorsque la tension 
atteint la valeur V. correspondant au point À, la résistance du semi- 
conducteur diminue et le point de fonctionnement passe sur la partie 
à faible résistivité de la caractéristique. La tension V,. augmente 


A 
A v ÿ 
0 v UN A 
a) c) 


Fig. 9.39 


lorsque l’épaisseur de l'échantillon augmente et lorsque la températu- 
re et la durée d’application de la tension diminuent. Les plus inté- 
ressants sont les dispositifs dont les caractéristiques correspondent 
aux fig. 9.39, cet d. Lorsqu'ils sont remis sous tension, ils fonction- 
nent en régime (à faible ou à forte résistivité) auquel ils fonction- 
naient auparavant, c’est-à-dire que de tels dispositifs présentent 
l’effet de mémoire de l'état formé précédemment. 

Le temps de commutation à l'état faible résistivité est pour la 
plupart des verres chalcogénures de l’ordre de 5-10? s. Le temps de 
rétablissement de l’état forte résistivité après la suppression de la 
tension temps, qui détermine la fréquence limite de commutation, 
augmente avec le temps durant lequel était appliquée la tension cor- 
respondant à l'état basse résistivité. 

Physique du mécanisme de commutation. — La complexité des 
phénomènes intervenant dans les semi-conducteurs amorphes ne per- 
met pas encore de donner une explication rigoureuse du mécanisme 
de commutation. 

Un des mécanismes probables de commutation est un claquage 
thermique réversible du semi-conducteur sans destruction de sa 
structure. Le calcul du temps qui s'écoule entre l'instant d’applica- 
tion de la tension et le début du claquage donne un résultat qui 
s'accorde assez bien avec l’expérience. La tension V, pour laquelle 
le semi-conducteur amorphe passe à l’état de basse résistance (ten- 
sion de commutation) est liée à la résistivité, à la température et à 
la largeur de l'échantillon par la relation V, — p!/3T?/SL%3, Au fur et 
à mesure que le claquage se développe, le rayon de la région parcou- 
rue par un courant diminue et finalement la conductibilité électrique 
s'assure à travers un canal étroit. Le mécanisme de claquage thermi- 
que explique de façon satisfaisante les résultats expérimentaux obte- 
aus sur des échantillons d'épaisseur non supérieure à 8 um. 

Pour une haute résistance et une basse température, le rôle pré- 
dominant revient à ce qu'il paraît à un autre mécanisme de commu- 
tation lié à l'accumulation d'une charge d'espace par suite d'une 
double injection des porteurs de charges à partir des électrodes mé- 
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talliques. Les porteurs de charges injectés sont captés par des états 
localisés et s'accumulent près de la cathode (électrons) et de l’anode 
(trous). Lorsque la tension appliquée augmente, les régions de la 
charge d’espace s'étendent l’une vers l’autre pour se recouvrir lors- 
que V & V,, ce qui entraîne une brusque croissance de conductibili- 
té électrique. 

On peut supposer que le semi-conducteur passe à l’état conducteur 
lorsque tous les pièges des électrons et des trous sont remplis avec 
des porteurs de charges excités par le champ électrique appliqué, 
ce qui conduit à une brusque croissance de la durée de vie des por- 
teurs. Les porteurs de charges peuvent maintenant traverser, pen- 
dant le temps égal à leur durée de vie, toute la couche de semi-con- 
ducteur d’où une brusque croissance du courant. 

D'autres mécanismes de commutation sont également envisagés. 
Il existe des modèles théoriques basés sur l’ionisation par choc 
dans des champs forts, sur le passage de petites régions du semi- 
conducteur à l’état cristallin, sur la formation d'une chaîne de jonc- 
tions p-r sur la frontière des hétérogénéités microscopiques, sur le 
passage des porteurs de charges à des niveaux à conductibilité « par 
sauts », etc. 

L'état mémoire des semi-conducteurs amorphes est dû vraisem- 
blablement à des modifications de la structure dans la région du canal 
de courant, modifications liées à une élévation de la température et à 
la présence de champs électriques, qui mènent à un plus grand ordre 
dans l’arrangement des atomes. 

De sérieux avantages des commutateurs à semi-conducteurs amor- 
phes sont une valeur élevée du rapport des conductances à l’état con- 
ducteur et à l’état bloqué (de l'ordre de 10%), une grande rapidité de 
commutation (de l’ordre de 10-° s) et une longue durée de vie (jus- 
qu'à 10! commutations). 

Ces propriétés des semi-conducteurs amorphes permettent de les 
utiliser dans les circuits logiques et de comptage ainsi que dans les 
dispositifs d'amplification et de commutation. Les semi-conducteurs 
amorphes trouvent de nombreuses applications en optique infrarouge. 
On peut envisager la réalisation d’hétérojonction semi-conducteur 
amorphe-semi-conducteur cristallin et d'appareils à base de telles 
jonctions. 

Le perfectionnement de la technologie de fabrication des semi- 
conducteurs amorphes permet d'obtenir une fiabilité satisfaisante 
des appareils et une bonne reproductibilité de leurs paramètres. 


$ 9.9. Processus optiques et photoélectriques 
dans les semi-conducteurs 


Parmi les phénomènes importants étudiés par la physique des 
semi-conducteurs figurent les processus d’interaction des semi-con- 
ducteurs avec un rayonnement électromagnétique. Dans la catégorie 
de tels phénomènes il convient de ranger la formation d’un état hors 
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d'équilibre du gaz électronique sous l'action de l'énergie d'un rayon- 
nement extérieur et comme conséquence une variation des propriétés 
électriques du semi-conducteur ainsi que l'émission d'un rayonne- 
ment dont la source est constituée par l’état excité du cristal. 
Bornons-nous à examiner les questions les plus importantes pour 
le fonctionnement des appareils électroniques à semi-conducteurs. 
Absorption optique.— Lorsqu'un flux lumineux parcourt une 
distance x dans un corps, son intensité décroît exponentiellement 
suivant la loi de Bouguer-Lambert : 
J (x) = J (0) e-*. (9.132) 


Sur la longueur 1/a l'intensité tombe à 1e de sa valeur initiale. 
Le coefficient &« qui exprime la probabilité d'absorption d’un photon 
sur une unité de longueur s’appelle coefficient d'absorption. Le spectre 
d'absorption optique d'un semi-conducteur (variation de &« en fonc- 


Bande de 
conduction 


valence 


Fig. 9.40 Fig. 9.41 


tion de la fréquence v ou de la longueur d'onde À de la lumière) se 
détermine par la nature et la concentration des centres d'absorption. 
Les centres d'absorption peuvent être constitués par les électrons li- 
bres et liés du corps ainsi que par le réseau cristallin. On peut distin- 
guer plusieurs types d’absorption optique. La fig. 9.40 représente 
schématiquement le spectre d'absorption d'un semi-conducteur et 
montre les principales bandes d'absorption (à des échelles arbitrai- 
res). 

1. L'absorption propre (principale ou fondamentale) de la lumière 
(région / de la fig. 9.40) est liée au passage des électrons de la bande 
de valence dans la bande de conduction grâce à l'énergie des quanta 
de rayonnement. Pour la réalisation de ce passage. l'énergie du quan- 
tum doit être plus grande que la largeur de la bande interdite: 
hv > AË,. À des fréquences inférieures à la fréquence limite vin = 
= AËE,'h le coefficient d'absorption &« accuse une brusque décrois- 
sance. Au contraire, à des fréquences v > AE, k. l'absorption pro- 
pre devient prépondérante et le coefficient &« prend une valeur nette- 
ment plus grande que pour les autres types d'absorption (jusqu'à 
108 m-!'). Dans le cas de fortes énergies du quantum kv 5 AE, il 
se produit en plus de l’absorption propre encore une absorption liée 


456 


à l'excitation des oscillations collectives (oscillations de plasma) des 
électrons de valence ainsi qu’au passage des électrons dans la bande 
de conduction depuis des bandes situées en dessous de la bande de 
valence. 

On distingue des transitions directes et indirectes d’un électron de 
la bande de valence dans la bande de conduction (fig. 9.41). Lors de 
la transition directe ou verticale À, si elle est permise par les règles 
de sélection, l'impulsion de l'électron reste inchangée. Ceci s'ensuit 
de la loi de conservation de l'impulsion compte tenu du fait que 
l'impulsion du photon est négligeable par rapport à celle de l’élec- 
tron. Les transitions indirectes s'effectuent dans des semi-conduc- 
teurs présentant le minimum absolu dans la bande de conduction et 
un maximum dans la bande de valence situés aux différents points 
de la zone de Brillouin. Dans la transition indirecte B. la variation 
de l'impulsion de l'électron contrevient à la loi de conservation, ce qui 
signifie qu’une telle transition exige la participation du réseau, 
c’est-à-dire l'absorption ou l'émission d'un phonon. L'énergie mini- 
male du quantum de lumière nécessaire pour assurer une transition 
indirecte d’un électron est 


hv = AË, + Ephon- (9.133) 


OÙ Ephon eSt l'énergie d’un phonon. Le signe « — » correspond à 
l'absorption, et le signe « + » à l'émission d'un phonon. 

Comme il est facile de le constater sur la fig. 9.41, l'énergie dé- 
pensée pour une transition indirecte est plus faible que celle pour une 
transition directe. 

La probabilité de transitions indirectes est faible, car leur réali- 
sation exige qu’en un seul point se rencontrent. non pas deux, comme 
dans la transition directe, mais trois particules (un photon, un élec- 
tron et un phonon). C'est pourquoi le coefficient d'absorption lié 
aux transitions indirectes est relativement peu élevé et ne dépasse 
pas 10° m-! (région 2 de la fig. 9.40). 

La fréquence vi appelée bord d'absorption propre se situe dans 
le visible ou dans l’infrarouge selon la largeur de la bande interdite 
et dépend du milieu environnant. Lorsque la température augmente 
ou la pression diminue (pour de faibles pressions), la largeur de la 
bande interdite dans la plupart des semi-conducteurs décroît sui- 
vant une loi linéaire et le bord d'absorption propre se déplace vers 
les fréquences moins élevées. La valeur de v,,,, varie assez fortement 
avec le degré de dopage. Dans des semi-conducteurs dégénérés, l’aug- 
mentation de la concentration des impuretés conduit au remplissage 
des niveaux inférieurs de la bande de conduction, de sorte que l’éner- 
gie nécessaire pour l'excitation des électrons de valence dans les ni- 
veaux libres devient supérieure à AE,. Par suite le bord vy, se dé- 
place vers la partie ondes courtes du spectre. La position du bord d'ab- 
sorplion propre dépend également des champs extérieurs: dans un 
champ électrique la valeur de vyn diminue, dans un champ magné- 
tique augmente. 
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2. L'’absorption due aux impuretés a pour origine les passages 
des électrons des niveaux donneurs dans la bande de conduction ou 
de la bande de valence aux niveaux accepteurs. Les niveaux d'im- 
puretés se situent en règle générale au voisinage de la bande de con- 
duction ou de la bande de valence si bien que l’ionisation des impu- 
retés n’exige de dépenser qu'une faible énergie kv = E,,r. de ce 
fait, la région de l’absorption due aux impuretés est déplacée vers 
la partie infrarouge du spectre (région 3 de la fig. 9.40). 

Le coefficient d'absorption due aux impuretés est de plusieurs 
ordres de grandeur en dessous du coefficient d'absorption propre, 
car la densité d’états d’impuretés est très inférieure à celle d'états 
dans les bandes. La valeur de « dépend du degré de dopage et de la 
température du semi-conducteur. Lorsque la température augmente 
et la probabilité d’ionisation thermique des atomes d’impureté de- 
vient donc plus grande, le rôle de l'absorption due aux impuretés 
diminue. Le spectre d'absorption comporte également certaines ban- 
des liées à l'excitation des atomes d’impuretés (région 4 de la fig. 
9.40). Enfin, l’ionisation des niveaux de surface dans le cristal peut 
elle aussi faire apparaître des bandes d'absorption. 

3. Lors de l'absorption ercitonique l'énergie des quanta est dé- 
pensée pour la formation d’excitons. Etant électriquement neutres, 
ces derniers n’augmentent pas le nombre de porteurs de charges li- 
bres et ne font pas croître la conductibilité du cristal. Ils ont néan- 
moins une influence indirecte sur la conductibilité, car au bout d’un 
certain temps après sa formation un exciton peut entrer en collision 
avec un défaut du réseau ou avec un phonon pour se dissocier en pro- 
duisant des porteurs de charges libres ou se recombiner. 

L'énergie de formation de charges liées (d’excitons) étant plus 
faible que l'énergie de passage d’un électron de la bande de valence 
dans la bande de conduction, l'absorption excitonique se caractérise 
par des pics étroits situés près du bord d'absorption propre (dans la 
région ? de la fig. 9.40). Les oscillations des atomes et les défauts du 
réseau provoquent un élargissement des pics excitoniques qui peu- 
vent se recouvrir de façon notable avec la région d’absorption propre. 

4. L'énergie de rayonnement peut être absorbée par des porteurs 
de charges libres dans la bande de conduction et dans la bande de va- 
lence. Dans ce cas il se produit le passage des électrons d’un niveau 
d'énergie à un autre dans les limites de la bande donnée. Les bandes 
d'énergies étant quasi continues, le spectre d'absorption par por- 
teurs de charges libres est continu et s'étend dans la région ondes 
longues correspondant aux valeurs minimales des énergies des quanta. 
Le coefficient d'absorption est peu élevé du fait de la faible concen- 
tration des porteurs de charges libres dans le semi-conducteur, sa 
valeur croît avec la longueur d'onde suivant une loi quadratique 
{région 6 de la fig. 9.40). Dans des semi-conducteurs présentant une 
structure complexe des bandes permises peuvent s’observer des ban- 
des d’absorption étroites dues aux passages des électrons entre diffé- 
rentes régions de la bande. 


458 


5. Une partie de l'énergie de rayonnement peut ètre dépensée 
pour l'augmentation de l'énergie vibrationnelle du réseau. Il en ré- 
sulte l’apparition de bandes d'absorption étroites dans l’infrarouge 
(région 5 de la fig. 9.40). C'est ainsi par exemple que dans les cris- 
taux ioniques on observe une forte absorption dans l’infrarouge loin- 
tain. 

Luminescence.— Lorsqu'un semi-conducteur est soumis à une 
action extérieure, son gaz électronique passe à un état excité hors 
d'équilibre. Comme les électrons ne peuvent pas rester longtemps 
dans un état excité, il se produit dès que le semi-conducteur est 
soumis à l’action extérieure le passage d’une partie des électrons à 
l’état non excité qui peut s'accompagner dans certains cas d'émission 
d’un rayonnement électromagnétique. Le phénomène le plus inté- 
ressant est celui de luminescence, c'est-à-dire l'émission hors d’équi- 
libre d’un rayonnement électromagnétique dont l'intensité est supé- 
rieure, pour certaines longueurs d'onde définies, à celle du rayonne- 
ment thermique à la même température, et qui possède la propriété 
de persistance ou rémanence (émission lumineuse qui persiste après 
que la cause de l'excitation a cessé d'agir) pendant une durée supé- 
rieure à la période des oscillations lumineuses. La persistance distin- 
gue la luminescence d'avec autres types d'émission lumineuse, par 
exemple de la diffusion de la lumière, du rayonnement de Vavilov- 
Cerenkov, du rayonnement de bremsstrahlung, etc. Suivant la phy- 
sique des phénomènes qui provoquent la luminescence, on distingue 
des processus suivants: spontanés, stimulés, de recombinaison, de 
résonance. 

Suivant le type d'excitation extérieure on distingue plusieurs es- 
pèces ou sortes de luminescence citées au Tableau 9.1. 


Tableau 9.1 


Espèce de luminescence Type d’excitation extérieure 


Photoluminescence Rayonnement dans le visible ou l’ultraviolet 
Cathodoluminescence Flux d'électrons d'énergies de 10% à 105 eV 
Electroluminescence Champ électrique extérieur 

Radioluminescence Particules rapides (produits de désintégration 


Luminescence X 


radio-active et de la radiation cosmique) et 
rayons gamma 
Rayons X 


Triboluminescence Action mécanique sur le cristal 

Chimiluminescence Réactions chimiques exothermiques 

Bioluminescence Processus chimiques dans les organismes vivants 

Sonoluminescence Action de l’ultrason sur les solutions de certai- 
nes substances 

Candoluminescence Flamme d'un chalumeau à gaz 

Thermoluminescence Variation de la température du cristal 
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Suivant la durée de la persistance + on distingue la fluorescence 
(x & 1078 à 10-° s) et la phosphorescence (t >> 10-7 s). La durée de 
la persistance se détermine par le caractère de la structure des bandes 
du semi-conducteur et en premier lieu par la présence de pièges à 
électrons et dépend en outre de la température du cristal. 

Au point de vue de la technique électronique ce sont la photolu- 
minescence, l’électroluminescence et la cathodoluminescence qui 
présentent le plus grand intérêt. 

Photoluminescence. — Pour caractériser la photoluminescence on 
utilise les notions de rendement énergétique et de rendement quan- 
tique. Le rendement énergétique n de la photoluminescence est le 
rapport de l'énergie rayonnée par la substance luminescente (jus- 
qu’à la cessation complète de l'émission lumineuse) à l'énergie totale 
de l'excitation extérieure absorbée par le cristal. Si l'excitation a 
duré de 0 à #.... le rendement énergétique s'exprime par 

og L. 
fa [wait nav 
CT 
DE (9.134) 
| dt Winc(v, tdv 
û ô 
où Wet W,,, sont les puissances du rayonnement par luminescence 
et du rayonnement incident respectivement. 

Le rendement quantique y de la photoluminescence est le rapport 
du nombre de quanta NV, émis par luminescence au nombre W,ps 
de quanta absorbés. Si le rayonnement incident est monochromatique, 
le rendement quantique a pour expression 


Mih (vi) Ni Aubs habs 


UN = = —_— — x 
1 N'absAVahs N'abs (Qu) L {h) 


(9.135) 


Ici. Vaps €t Aaps Sont la fréquence et la longueur d'onde du rayonne- 
ment absorbé; (vi) et (A) les valeurs moyennes de la fréquence et 
de la longueur d'onde de la lumière émise par luminescence. 

Le maximum du spectre de luminescence se trouve déplacé vers 
les ondes plus longues par rapport au maximum du spectre d’absorp- 
tion (loi de Stokes) (fig. 9.42). Ceci 
tient à ce qu’une partie de l'énergie 
du quantum absorbé est dépensée pour 
l’augmentation de l'énergie vibration- 
nelle de la molécule qui passe à l’état 
d'équilibre avec les autres molécules 
pendant un temps (—10-1! s) inférieur 

Fig. 9.42 au temps d’une transition électronique 
radiative. Ainsi l'énergie du quantum 

émis par luminescence et donc sa fréquence sont plus faibles que 
celles du rayonnement incident. L'existence d’une région anti-Stokes 
(hachurée sur la figure), dans laquelle la longueur d'onde émise par 
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luminescence est inférieure à celle du rayonnement d'excitation, 
s'explique par le fait qu'une partie des quanta primaires interagis- 
sent avec des atomes déjà excités «du cristal si bien que l'énergie des 
quanta secondaires (de luminescence) peut dépasser l'énergie des quan- 
ta primaires. Lorsque la température augmente et donc l'excitation 
thermique des atomes devient plus intense. la lumière anti-Stokes 
est plus marquée (pour plus de détails, v. chap. 6). 

Dans un certain intervalle de longueurs d'onde le rendement 
énergétique de la luminescence est proportionnel à la longueur d'onde 
du rayonnement extérieur et puis, lorsque l'énergie du quantum de- 
vient insuffisante pour l'excitation de la luminescence, la valeur de 
n décroît brusquement jusqu’à zéro (loi de Vavilor). 

En électronique. on utilise comme substances luminescentes des 
phosphores cristallins, composés inorganiques constitués par une base 
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(semi-conducteur à bande interdite suffisamment large), un activa- 
teur (principalement des atomes de métaux lourds) et des fondants 
(les sels facilement fusibles NaCIl, KCI, NaNO, et autres destinés à 
favoriser la formation des cristaux et à améliorer les conditions 
d'introduction des atomes d’activateur). 

Dans le diagramme énergétique d’un phosphore cristallin 
(fig. 9.43) les activateurs font apparaître une combinaison discrète de 
niveaux d'énergie permis localisés. Les niveaux situés près de bande 
de valence correspondent à l'état normal, non excité, de l’activa- 
teur. Les niveaux des états excités se situent plus près de la bande 
de conduction. Les niveaux localisés des pièges à électrons (niveaux 
de capture) produits par les défauts du réseau cristallin se situent 
encore plus haut, immédiatement près du bas de la bande de conduc- 
tion. Le diagramme énergétique des substances luminescentes réel- 
les est assez compliqué et permet de nombreux types de transitions 
électroniques. La fig. 9.43 illustre quelques types de transitions pos- 
sibles des électrons entre les niveaux d'énergie au cours de l’absorp- 
tion d’un rayonnement extérieur et du passage de l’état excité à 
l'état non excité avec émission de lumière: 
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À, l'excitation d’un atome d'activateur suivie de recombinaison 
et de retour de l’électron au niveau énergétique inférieur; 

B, l'excitation d’un électron dans la bande de conduction suivie 
de recombinaison avec un autre centre d’impureté (ion d’activateur); 

C, l'excitation d’un électron dans la bande de conduction et sa 
capture par un piège. Par suite de l'excitation thermique l’électron 
peut quitter le piège et revenir dans la bande de conduction pour se 
recombiner ensuite avec un ion d'’activateur: 

D, le passage de l'électron de la bande de valence dans la bande 
de conduction sous l'effet d’un quantum de haute énergie de rayon- 
nement extérieur. Devenus libres, l’électron de conduction et le 
trou dans la bande de valence se déplacent dans le cristal jusqu’à 
l'instant où ils se recombinent dans la région du centre d’impureté 
(l'électron d'activateur se recombine avec le trou en passant dans 
la bande de valence, alors que l'ion positif d'activateur qui en ré- 
sulte peut se recombiner avec un électron de conduction); 

E, le même processus peut être retardé si l’électron de conduction 
est capté par un piège. 

L'état excité des porteurs de charges peut être produit non seule- 
ment par une action directe des quanta de rayonnement. L'énergie 
peut être absorbée dans tout le réseau avec formation d’excitons qui 
transportent cette énergie, en se déplaçant dans le cristal, aux atomes 
d’activateur et favorisent ainsi la production de la luminescence. 
En même temps, la recombinaison des excitons peut produire elle 
aussi une émission de rayonnement. 

La présence de pièges (centres de capture) et leur libération pro- 
gressive (émission) par suite de l’excitation thermique assurent une 
longue persistance de la lumière émise par les phosphores cristallins. 
Les pièges fixent les électrons pendant un temps d'autant plus pro- 
longé que la position des pièges par rapport à la bande de conduction 
est plus profonde. Si la profondeur d'un piège est AE, le temps pen- 
dant lequel il retient un électron est £ — eAEP/XT. 

L'intensité de la lumière émise par un semi-conducteur fortement 
excité à grande concentration des électrons excités décroît avec le 
temps suivant une loi J — J, (1 + ft)-°, B étant une constante dont 
la valeur dépend du degré d’excitation initiale. Si la concentration 
des porteurs de charges excités est beaucoup plus faible que celle 
d'équilibre, l'intensité lumineuse décroiît suivant une loi exponen- 
tielle J — Je-t/T, + étant la durée moyenne de l'état excité. La 
vitesse de décroissance dépend également de la température (aug- 
mentation de la vitesse de désexcitation radiative des pièges et libé- 
ration des pièges plus profonds), du champ extérieur, de l’irradiation 
infrarouge et d’autres facteurs. 

En plus de la désexcitation des pièges, l'élévation de la tempé- 
rature provoque une extinction thermique de la luminescence, c'est-à- 
dire augmente la probabilité de passages non radiatifs de l'énergie 
de l'état excité en énergie thermique. Les électrons de la bande de 
valence passent aux niveaux excités des activateurs qui ne peuvent 
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plus devenir des centres de recombinaison. Quant aux trous, ils se 
localisent aux centres d'extinction près desquels la recombinaison 
avec l’électron est non radiative, L'’intensité de luminance décroît 
lorsque la température s'élève suivant une loi 


5 =[1+Cexp (x) |". (9.136) 


Ici, Cest une constante qui caractérise le degré d’excitation du semi- 
conducteur; E.,+ l'énergie d'activation de l'extinction (sa valeur, 
différente pour divers types de transitions non radiatives, dépend de 
la position des niveaux d’impureté). 

Electroluminescence. — L'émission électroluminescente se pro- 
duit sous l’action d’un champ électrique extérieur qui porte au-des- 
sus de la valeur d'équilibre la concentration des porteurs de charges 
libres. En se recombinant ensuite, ces derniers émettent des quanta 
de lumière ou des phonons. En examinant le mécanisme d’excitation 
de l’électroluminescence, il convient de distinguer deux types diffé- 
rents de répartition du champ électrique d'’excitation. Lorsque le 
champ extérieur est réparti uniformément le long du cristal (y com- 
pris dans le cas où la jonction p-n est branchée en sens direct), l’in- 
tensité de la lumière émise est proportionnelle à 7 ou à Z°, où J est le 
courant circulant dans le cristal. Si le champ est concentré dans une 
petite portion du cristal (par exemple, si la jonction p-n est polari- 
sée en sens inverse), l'intensité de la lumière émise est proportion- 
nelle à V' exp (bV-"), V étant la tension ; r, m et b, des constantes 
(n = 0,1 ou 2, m = 0,5 ou 1). Dans ce cas, l’électroluminescence est 
généralement provoquée par une tension alternative. 

Dans des champs d'intensité inférieure à 108 V/m, l'excitation 
des électrons des niveaux d’impureté et de la bande de valence vers 
la bande de conduction est assurée par les processus d'’ionisation par 
choc. Dans des champs d'intensité supérieure à 108 V/m (films min- 
ces, semi-conducteurs à forte résistivité) s’y ajoutent la traversée par 
effet tunnel de la bande interdite et l’ionisation par champ des ato- 
mes d’impureté. L'ionisation par choc est stimulée par injection des 
porteurs de charges par les contacts métalliques. La recombinaison des 
porteurs de charges qui suit provoque l'émission de la lumière par la 
substance luminescente. La région de luminance se situe générale- 
ment près des contacts métal-semi-conducteur ou semi-conducteur- 
semi-conducteur puisque c'est là que l'intensité du champ est la 
plus élevée. Pour que les porteurs de charges ne soient pas éloignés 
par le champ de l'endroit d’ionisation et la probabilité de recom- 
binaison ne diminue pas, il est nécessaire de couper périodiquement 
la tension ou de renverser sa polarité (fonctionnement en impulsions 
ou sous une tension alternative). 

C'est l’électroluminescence provoquée par la recombinaison des 
porteurs de charges de signes opposés dans une jonction p-r pola- 
risée en sens direct qui présente un intérêt particulier. Les porteurs 
majoritaires étant de signes contraires de part et d'autre de la jonc- 
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tion. la nécessité de l'ionisation des atomes par un champ intense 
se trouve supprimée. Les porteurs de charges sont accélérés les uns 
à la rencontre des autres et deviennent minoritaires après injection 
dans la région de la conductibilité de type opposé pour se recombi- 
ner de façon intense par suite des transitions interbandes. Dans des 
semi-conducteurs de type de GaAs. GaP, InAs, InSb. SiC. ZnS, 
l'énergie libérée lors de la recombinaison n'est pas convertie en éner- 
gie thermique mais émise par luminescence. La concentration des 
porteurs de charges injectés et donc l'intensité de la lumière émise 
diminuent à mesure que l’on s'éloigne de la frontière de la jonction. 

Les diodes à injection (diodes électroluminescentes) sont réalisées 
à base de semi-conducteurs de type AHMIBY, AlBYI ainsi qu'à base 
de SiC et de composés ternaires du type GaAsP, InAsP, PbSnSe, 
PbSnTe et autres. Le spectre de luminescence des diodes couvre tout 
le domaine du visible, à partir du violet jusqu'à l’infrarouge proche. 
Pour obtenir un rendement quantique suffisamment élevé il faut 
faire passer par la jonction des courants de densité importante 
(10 à 100 A/cm*), sinon c’est la recombinaison non radiative qui 
sera prédominante. 

La réalisation des diodes émettrices de lumière à base des hété- 
rojonctions. où il est facile d'assurer, sans un fort dopage, une in- 
jection hautement efficace de porteurs de charges de la région à bande 
large dans la région à bande étroite, est riche en promesses. Le fait 
qu'un semi-conducteur à bande large est transparent au rayonnement 
de recombinaison produit dans la région à bande étroite permet de 
simplifier considérablement la construction de la diode électrolu- 
minescente. Dans les jonctions à largeur variable de la bande inter- 
dite il est possible d'accorder continüment la longueur d’onde de 
rayonnement émis. 

Les diodes électroluminescentes présentent les avantages: très 
grande rapidité de fonctionnement, faible consommation d'énergie, 
rendement élevé, encombrement très réduit, haute fiabilité. 

Applications de la luminescence. Substances luminescentes. — 
Le phénomène de luminescence est largement utilisé pour la réalisa- 
tion de divers types d'appareils et dispositifs électroniques. Il suf- 
fit d’'énumérer seulement certains domaines d'emploi: lampes fluo- 
rescentes, sources lumineuses électroluminescentes, dispositifs de 
signalisation électroluminescents, colorants luminescents, détection 
de rayonnements invisibles (ultraviolet, infrarouge, X, nucléaire), 
écrans luminescents des appareils à rayons cathodiques, analyse lu- 
minescente dans les diverses branches de la science. 

Comme substances luminescentes on utilise avant tout des semi- 
conducteurs à base de sulfures ZnS, CdS, CaS,. SrS, MgS, Bas, d'oxy- 
des CaO, SrO, MgO, BaO, ZnO, de tungstates CaWO,, CdWO,, 
MgWO,, ainsi que SiC, GaP, GaAs, ZnSe, Zn.Cd,_,S, ZnS,Se, 
avec introduction d'’activateurs Cu, Mn, Cl, Sn, Al, Ag, Bi, Ni, 
Co, Cd, Pb qui déterminent le spectre et la persistance de la lumière 
émise par luminescence. 
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Emission stimulée. — En l'absence de champ électromagnétique 
extérieur, les passages des atomes d'un état excité à l’état fonda- 
mental ont un caractère aléatoire, spontané. et ne sont pas corrélés 
dans le temps. L'émission spontanée est donc une émission incohé- 
rente. 

Un champ électromagnétique extérieur de fréquence v = (E, — 
— E,)/h. où E, et E,, sont les énergies des états fondamental et 
excité de l’atome, peut augmenter la probabilité d'émission de quan- 
ta. Dans ces conditions, les transitions électroniques ont un caractère 
forcé et l'émission est dite stimulée (ou induite). L'augmentation de 
la probabilité d'émission dans un champ extérieur tient à ce que 
les quanta de lumière (photons) sont des bosons et s'élancent dans 
la région d'états quantiques occupés. A la différence de l'émission 
spontanée, l'émission stimulée est cohérente et ses fréquence, phase. 
polarisation et direction sont les mêmes que celles du champ élec- 
tromagnétique qui l'induit. 

Un système à inversion de population est à même d'amplifier les 
oscillations électromagnétiques par suite des transitions stimulées. 
En effet. dans le cas de l'’inversion de population le nombre de quan- 
ta émis lors des transitions stimulées est plus grand que le nombre de 
quanta absorbés. 

Le milieu actif des oscillateurs quantiques et des amplificateurs 
quantiques (lasers et masers) peut être constitué non seulement par 
des mélanges de gaz ou de vapeurs de différentes substances (v. chap. 5 
et 6) mais également par des diélectriques solides et les semi-conduc- 
teurs. Pour réaliser une inversion de population entre deux niveaux 
énergétiques. il est nécessaire de fournir au système une énergie sup- 
plémentaire pour que la population du niveau énergétique supérieur 
soit plus grande que celle du niveau inférieur. Une inversion de po- 
pulation peut être créée par différentes méthodes, par exemple tel- 
les que 

l'excitation par un rayonnement électromagnétique extérieur ; 

l'injection de porteurs de charges minoritaires à travers une 
jonction p-n; 

l'irradiation du corps par un faisceau d'électrons de hautes éner- 
gies; 

l'ionisation par choc dans un champ électique fort et autres. 

Les méthodes les plus acceptables pour des dispositifs à semi- 
conducteurs sont l'injection, le bombardement par électrons et l'ir- 
radiation externe (pompage optique). 

Une excitation optique intense d'un semi-conducteur fait passer 
les électrons des niveaux supérieurs de la bande de valence aux ni- 
veaux inférieurs de la bande de conduction. L'état d'équilibre du 
semi-conducteur s’en trouve troublé. Lorsque l'excitation est suffi- 
sante, les quasi-niveaux de Fermi se situent au-dessus du bas de la 
bande de conduction pour les électrons et au-dessous du haut de la 
bande de valence pour les trous, ce qui correspond à une répartition 
des porteurs de charges analogue à un état dégénéré. Les niveaux 
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énergétiques situés au-dessous du quasi-niveau de Fermi dans la 
bande de conduction sont plus fortement peuplés par les électrons 
que les niveaux se trouvant au-dessus du quasi-niveau de Fermi dans 
la bande de valence, ceci crée l’inversion de population dans le semi- 
conducteur. Dans ces conditions, devient possible une émission 
stimulée à la longueur d'onde correspondant au bord d'absorption 
propre et les quanta émis lors des passages des électrons de la bande 
de conduction dans la bande de valence sont eux-mêmes capables de 
stimuler des transitions analogues. Quant à l’absorption par le 
semi-conducteur des quanta émis, elle est considérablement affaiblie, 
car ils ont une énergie hkv = AE, alors que la distance énergétique en- 
tre les niveaux supérieurs remplis dans la bande de valence et les 
niveaux inférieurs libres dans la bande de conduction est supérieure 
à AE,. Le pompage optique peut également être assuré par un rayon- 
nement monochromatique issu d'un autre laser. 

L'inversion de population peut également s'obtenir en soumet- 
tant le semi-conducteur à un bombardement par des électrons d'éner- 
gies de 10 à 100 keV capables d'’exciter les électrons de la bande de 
valence dans la bande de conduction. 

Mais un meilleur effet peut être obtenu en utilisant des jonctions 
p-n dans lesquelles l’inversion de population est réalisée par injec- 
tion de porteurs de charges à travers la jonction polarisée en sens 
direct à condition que le semi-conducteur soit fortement dégénéré. 
Les appareils fonctionnant selon ce principe sont appelés lasers à 
injection. 

Dans des semi-conducteurs fortement dégénérés. les niveaux de 
Fermi se situent à l’intérieur des bandes d'énergies permises (fig. 

9.44, a). A l'équilibre ils ont une 
£ ne. même hauteur. Lorsqu'une ten- 
€ == * sion suffisante est appliquée en 
FO vie sens direct, la barrière de po- 

EEE ppm  entiel diminue et le niveau de 

d 777 Fermi dans le semi-conducteur 
ê) de type nr peut se situer, sur une 
CTI certaine partie de la jonction, 
au-dessus du bas de la bande de 
conduction du semi-conducteur 
de type p (fig. 9.44. b), ce 
qui fait apparaître une région d'’inversion de population x,x.. Les 
électrons passant dans la bande de conduction depuis le semi-con- 
ducteur de type p se recombinent avec le rayonnement dans la région 
étroite adjacente à la frontière de la jonction (car la concentration 
des porteurs de charges injectés décroît très rapidement avec la dis- 
tance). Pour de faibles courants à travers la jonction, l'émission a 
un caractère spontané, comme dans une diode électroluminescente, 
mais lorsque le courant atteint une valeur déterminée appelée cou- 
vu de seuil, c’est le régime d'émission stimulée intense qui s’éta- 
blit. 
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Pour améliorer le gain et obtenir le régime d'oscillation. il est né- 
cessaire d'assurer une réaction positive en rendant rigoureusement 
parallèles et optiquement polies ‘les deux faces opposées du semi- 
conducteur perpendiculaires au plan de la jonction. En se réfléchis- 
sant sur ces faces. une partie de l’émission amplifiée, rigoureusement 
perpendiculaire aux faces, traverse plusieurs fois la jonction qui de- 
vient ainsi une source de rayonnement intense très directif, voisin 
d'un rayonnement monochromatique. 

Parmi les avantages des lasers à semi-conducteurs il convient de 
citer leur rendement élevé, la possibilité de modulation du rayon- 
nement par le courant à travers la jonction. une haute rapidité de 
fonctionnement, un encombrement réduit. Pourtant la densité de 
courant de seuil est généralement si forte que pour permettre une 
évacuation efficace de la chaleur on ne doit faire fonctionner le la- 
ser à semi-conducteurs qu’en impulsions. Ceci explique un intérêt 
particulier qui a été suscité par la réalisation de lasers à hétérojonc- 
tions (hétérolasers à injection) émettart dans les domaines du visible 
et de l’infrarouge proche. 

Un hétérolaser est une structure comportant une ou deux hété- 
rojonctions d'injection. La largeur de la bande interdite dans la ré- 
gion active (base) de l’hétérojonction est plus petite que dans les 
régions passives d'injection (émetteurs), si bien que les porteurs de 
charges injectés dans la région active tombent dans un puits de 
potentiel et y sont maintenus par des barrières dues aux hétérojonc- 
tions. C'est cette circonstance qui permet de réaliser une inversion 
de population pour des densités de courant nettement plus faibles. 
La concentration des porteurs de charges injectés dans la base peut 
dépasser la concentration des porteurs de charges dans les émetteurs. 

Les propriétés optiques de la base étant différentes de celles des 
émetteurs, la structure à hétérojonctions présente des propriétés de 
guides d’ondes et permet d'extraire le rayonnement émis avec de 
faibles pertes optiques. 

Une haute efficacité et un faible courant de seuil ont permis d'’uti- 
liser la structure à double hétérojonction pour la réalisation d’un 
hétérolaser fonctionnant en continu aux températures ordinaires. 

Photoconductivité. — La photoconductivité est l'accroissement 
de conductivité électrique d'un corps sous l’action d’un rayonnement 
électromagnétique. En tout premier lieu elle résulte de l'effet photo- 
électrique interne, c'est-à-dire de l'augmentation de la concentration 
des porteurs de charges libres par suite de leur excitation optique. 
En outre, la variation de la conductivité peut être liée à une varia- 
tion de la mobilité des porteurs de charges qui, en s’excitant, pas- 
sent à des niveaux énergétiques plus hauts et changent donc leur 
masse effective. Pourtant cette deuxième cause n’a d'importance que 
dans des semi-conducteurs non dégénérés faiblement dopés, à faible 
masse effective des porteurs de charges, à basse température et à 
faibles énergies Av des quanta de rayonnement d’excitation lorsque 
des électrons chauds effectuent des transitions à l’intérieur de la 
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bande, c'est-à-dire dans l’infrarouge lointain, si bien que pour la 
plupart des appareils photo-électroniques ce phénomène peut être 
négligé. Par suite de quelques collisions les porteurs de charges opti- 
quement excités acquièrent pendant un temps très court (de l'ordre de 
10-1* s) une énergie voisine de l'énergie moyenne des porteurs de 
charges en équilibre si bien que pour le calcul de la photoconductivi- 
. on peut faire usage des valeurs de la mobilité des porteurs en équi- 
ibre. 

Dans les métaux l'effet photo-électrique interne ne s’observe 
pratiquement pas. car la concentration des électrons de conduction 
est si élevée que la contribution due à l'excitation par rayonnement 
s'exprime par un pourcentage insignifiant. Par contre. dans les 
semi-conducteurs dont la concentration des porteurs de charges li- 
bres est relativement petite, la conductivité varie de façon appré- 
ciable sous l’effet de la lumière. L’énergie des quanta de rayonnement 
extérieur est transférée aux électrons du semi-conducteur qui passent 
de la bande de valence ou des niveaux donneurs dans la bande de 
conduction. soit de la bande de valence aux niveaux accepteurs. 

Au cours des transitions bande à bande (photoconduction intrin- 
sèque) il y a apparition d'une paire de porteurs de charges libres: 
d’un électron dans la bande de conduction et d’un trou dans la bande 
de valence. L'énergie minimale du quantum assurant l'apparition 
de photoconduction intrinsèque est égale à la largeur de la bande in- 
terdite: kvintre = AE,. Dans des cristaux à structure complexe des 
bandes énergétiques (v. fig. 9.41), cette condition n’est accomplie que 
pour des transitions optiques indirectes et comme la probabilité de 
transitions indirectes est faible, la photoconductivité n'accuse une 
brusque croissance que lorsque l'énergie du quantum est suffisante 
pour assurer une transition directe (A sur la fig. 9.41). La fréquence 
Vint- appelée seuil de fréquence de photoconduction (frontière rouge) 
permet de juger de la largeur de la bande interdite du semi-conduc- 
teur. 

Dans des semi-conducteurs dopés, les quanta de lumière n'excitent 
que des porteurs de charges d’un seul signe. Le seuil de fréquence 
est défini par la condition kv, — AÆ; pour un semi-conducteur de 
type n et kv, = AE, pour un semi-conducteur de type p. Les éner- 
gies d'activation AË£% et AE, des impuretés sont beaucoup plus 
petites que la largeur de la bande interdite AE, et le seuil de fré- 
quence de photoconduction extrinsèque est déplacé vers les fré- 
quences plus petiles du spectre par rapport au seuil de fréquence de 
photoconduction intrinsèque. La concentration des électrons aux 
niveaux d'impuretés étant nettement inférieure à celle dans la 
bande de valence, la photoconductivité d'impureté est inférieure à la 
photoconductivité intrinsèque. 

La photoconductivité se détermine par la concentration excéden- 
taire des porteurs de charges par rapport à celle d'équilibre: 


Oph = € (Anu, + Apu). (9.137) 
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La conductivité totale 6 — Gopse + Oph: OÙ Oobse eSt la conduc- 
tivité en l'absence d'illumination due à l'excitation thermique des 
porteurs de charges (conductivité” d'obscurité). 

Dès que le semi-conducteur est soumis à un rayonnement exté- 
rieur, la concentration des porteurs de charges excédentaires An et 
Ap commence à croître. En même temps le nombre d'actes élémen- 
taires de recombinaison par unité de temps augmente lui aussi. Si 
l'intensité J de rayonnement incident est constante, il s'établit 
au bout d’un certain temps un nombre stationnaire de porteurs de 
charges excédentaires : 


J 
en 9.138 
aBJtp ( : ) 
AP = es 


où « est le coefficient d'absorption: $. le rendement quantique, 
c'est-à-dire le nombre de paires de porteurs de charges (dans le cas 
de la photoconduction d’impureté le nombre de porteurs de charges) 
produit par un quantum de lumière; t, et t, sont les durées de vie 
des porteurs de charges hors d'équilibre. 

Alors on a 


Opn = TE (rap + Tobp). (9.139) 


Le rendement quantique d’un semi-conducteur pour des énergies 
du quantum AE, < hv S 24E, est inférieur à l'unité, cependant 
pour kv > 24EË, il peut dépasser l'unité. Dans ce dernier cas il y a 
apparition de porteurs de charges chauds dont l'énergie excédentaire 
est suffisante pour la production de nouvelles paires électron-trou au 
cours de l’ionisation par choc. Dans les semi-conducteurs réels, la 
photoconduction est assurée non par les paires électron-trou mais 
seulement par les porteurs de charges d’un seul signe dont la durée 
de vie est plus longue. 

Après cessation de l’illumination la concentration des porteurs de 
charges excédentaires et donc la photoconductivité 6,1 décroissent 
par suite de la recombinaison suivant une loi exponentielle avec 
une constante de temps égale à la durée de vie des porteurs de charges 
jusqu'à l'instant où © devient égale à o44s.. La vitesse de croissance 
et de décroissance de la concentration des porteurs de charges hors 
d'équilibre peut être ralentie si le cristal contient des pièges qui cap- 
tent les porteurs de charges et ralentissent les processus de création 
et de recombinaison des paires électron-trou. Les porteurs de charges 
restent piégés (aux centres F par exemple) tant qu'ils ne reçoivent 
par excitation thermique une énergie suffisante pour leur passage 
dans une bande. La probabilité d'acte de recombinaison d'un por- 
teur de charge dans un piège est faible. C’est pourquoi, bien que les 
pièges augmentent la durée de vie effective des porteurs de charges 
et donc la photoconductivité on, leur effet négatif se manifeste par 
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une augmentation considérable de l’inertie des processus se déroulant 
dans des appareils à photoconduction, ce qui limite leur emploi en 
impulsions et aux fréquences élevées. 

La variation spectrale de la photoconductivité est représentée 
sur la fig. 9.40 en traits mixtes. Le seuil de fréquence de photocon- 
duction intrinsèque se confond avec le bord d'absorption propre. 
Lorsque la longueur d'onde de la lumière diminue, la photoconduc- 
tivité atteint son maximum et ensuite décroît rapidement. La di- 
minution de la photoconductivité lorsque l'onde lumineuse devient 
plus courte peut s'expliquer par le fait que le coefficient d'absorption 
a croît en même temps et que les porteurs de charges ne sont donc 
excités que dans une mince couche superficielle du semi-conducteur. 
La variation de la conductivité de la couche superficielle étroite a un 
faible effet sur la conductivité de l'échantillon tout entier. En outre 
l'influence de la surface se manifeste par une recombinaison plus 
intense des porteurs de charges et par une diminution de la durée de 
vie moyenne des porteurs et donc de la photoconductivité 6,n. Il y a 
même tout lieu de supposer que {la baisse de 6, est liée à l'excitation 
préférentielle par les quanta de lumière de quasi-particules non por- 
teurs de courant, c'est-à-dire d’excitons, qui se recombinent sans 
produire de porteurs de charges libres, avec le rayonnement ou l’ex- 
citation des vibrations du réseau. 

En plus du maximum de photoconductivité intrinsèque, la courbe 
spectrale comporte des maximums liés à l’ionisation ou à l'excitation 
des atomes d’impureté (un atome excité par la lumière perd un élec- 
tron au cours de l'activation thermique ultérieure, en augmentant 
ainsi la photoconductivité). L'allure de la courbe 6,x (4) pour la 
photoconductivité d'impureté s'accorde bien avec celle de la courbe 
2 (à). 

Dans certaines conditions, la photoconductivité peut également 
être influencée par les excitons qui sont capables de transporter 
l'énergie à travers le cristal et d’exciter des porteurs de charges à 
partir des atomes d’impureté ou des pièges. En se séparant en deux 
porteurs de charges libres dans la région d’irrégularité du cristal, 
les excitons eux-mêmes peuvent élever la photoconductivité. 

Si les intensités du rayonnement lumineux ne sont pas élevées, le 
courant de photoconduction jpn — J. Pourtant lorsque l'intensité 
de la lumière incidente augmente, la durée de vie des porteurs de 
charges excédentaires devient fonction de leur concentration et la 
fonction jhn (J) cesse d’être linéaire. La loi générale s'écrit sous la 
forme jpn — J, où m varie de 1 à 0,5 lorsque J augmente. 

La variation du photocourant en fonction de l’intensité de l'ir- 
radiation est utilisée par exemple pour la réalisation de photorésis- 
tances (cellules photoconductrices), c'est-à-dire d'appareils dont la 
résistance dépend de J. La couche photorésistive est un film de semi- 
conducteur de petite épaisseur, car la lumière ne pénètre qu’à une 
profondeur de l'ordre de 0,1 um. La concentration des porteurs de 
charges excédentaires est néanmoins limitée par la recombinaison en 
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surface parce que la longueur de diffusion est de l'ordre de grandeur 
de l'épaisseur du film. Le principal avantage des photorésistances 
est une haute sensibilité (de plusieurs ordres de grandeur plus élevée 
que celle des cellules photo-électriques à vide), leurs inconvénients 
sont une haute inertie et la variation dé0,:/6,2se avec la température. 

Le seuil de fréquence de photoconductivité étant situé dans le 
visible ou l'infrarouge pour des semi-conducteurs intrinsèques et 
dans l'infrarouge pour des semi-conducteurs extrinsèques, les pho- 
torésistances peuvent servir à la détection de rayonnement infrarou- 
ge. Comme matériaux actifs on utilise les sulfures, les séléniures 
et les tellurures de certains métaux, par exemple CdS, CdSe, CdTe, 
PPS. PbSe, PbTe, TLS, ainsi que Se, Ge. Si, InSb, GaAs, InAs et 
autres. La photoconductivité des verres chalcogénures présente elle 
aussi un grand intérêt pratique. La variation spectrale de la photo- 
conductivité des chalcogénures dépend de leur composition. Lors- 
que le pourcentage des éléments lourds augmente, le maximum de 
photosensibilité se déplace vers la région des plus grandes longueurs 
d'onde. 

Force photo-électromotrice. — C'est la différence de potentiel 
qui apparaît entre deux parties différentes d’un cristal par suite de 
l'effet photovoltaïque. c'est-à-dire de la séparation spatiale des por- 
teurs de charges de signes contraires optiquement excités. La force 
photo-électromotrice prend naissance soit dans des semi-conducteurs 
non homogènes, soit dans des conditions d'un éclairement non uni- 
forme. 

Lorsque l’une des faces d’un semi-conducteur homogène est éclairée 
par une lumière, les électrons et les trous excédentaires produits dans 
la couche superficielle commencent à diffuser, sous l'effet d’un gra- 
dient de concentration, vers les régions profondes du semi-conducteur, 
mais puisque la mobilité des électrons est plus grande que celle des 
trous, les électrons atteignent plus vite la face opposée en la char- 
geant négativement, alors que la face éclairée se charge positivement 
(effet de Dember). 


Pour un semi-conducteur intrinsèque la f.e.m. due à l'effet de 
Dember s'exprime par 


pes UnHP }]n Gph s-F Gobsc (9.140) 
€ Hn+hp Gobsc ; | 


où Oph s est la photoconductivité de la couche superficielle éclairée. 
La f.e.m. de Dember vaut quelques millivolts. 

Si un semi-conducteur éclairé d’un côté est placé dans un champ 
magnétique perpendiculaire à la direction du faisceau lumineux 
incident, les porteurs de charges hors d'équilibre seront, au cours 
de la diffusion, déviés par la force de Lorentz dans des sens opposés 
en communiquant des charges de signes contraires aux faces du semi- 
conducteur parallèles au vecteur intensité de champ magnétique et 
à la direction de propagation de la lumière incidente (effet photoma- 
gnéto-électrique ou effet de Kikoïn-Noskov). Il en résulte l'apparition 
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d’une différence de potentiel proportionnelle à l'intensité du champ 
magnétique et à l’intensité du rayonnement incident (si ces intensi- 
tés ne sont pas trop élevées). 

Dans certains semi-conducteurs réalisés en forme de films min- 
ces, on observe des forces photo-électromotrices anomales attei- 
gnant 5-10% V. Cet effet ne fait pas encore l’objet d’une explication 
rigoureuse définitive. 

C'est la force photo-électromotrice qui apparaît lorsqu'on éclaire 
une jonction p-r d’un semi-conducteur qui a une importance parti- 
culière. Si la jonction p-r (fig. 9.45) est éclairée par une lumière dont 
l'énergie du quantum hv > AE,, 
des paires électron-trou seront 
produites de part et d'autre de sa 
frontière par suite de l'excitation 
des électrons de la bande de va- 
lence dans la bande de conduction. 
Les trous dans la région n et les 
électrons dans la région p sont des 
porteurs minoritaires qui s’accé- 
lèrent, à la différence des porteurs 
majoritaires, par le champ dû à 
la différence de potentiel de contact 
de la jonction p-n. Une partie des porteurs minoritaires, qui sont 
créés à une distance de la jonction inférieure à la longueur de diffu- 
sion et n’ont pas eu le temps de se recombiner, traverse la frontière 
de la jonction sous l'effet du champ de la différence de potentiel de 
contact en augmentant ainsi la concentration des porteurs majoritai- 
res dans les régions de signes opposés. Quant aux porteurs (électrons 
dans la région n et trous dans la région p) produits par le rayonne- 
ment incident, ils ne peuvent pas surmonter le champ de différence 
de potentiel de contact et ne passent pas dans les régions opposées 
du semi-conducteur. Ainsi, la jonction p-n assure la séparation dans 
l’espace des porteurs de signes contraires créés par la lumière. 

Il en résulte l’apparition d’une charge excédentaire négative dans 
la région » et d’une charge excédentaire positive dans la région p. 
Le diagramme des niveaux énergétiques de la transition (traits in- 
terrompus) se trouve déplacé par rapport à l’état d'équilibre (traits 
continus). Les niveaux de Fermi dans les deux parties du semi-con- 
ducteur sont eux aussi décalés l’un par rapport à l’autre d’une quan- 
tité eVh o (Vpn o étant la force photo-électromotrice), ce qui corres- 
pond à l’état hors d'équilibre du système. C’est pourquoi, lorsque 
les régions p et r sont réunies à l’aide d’un circuit extérieur, ce der- 
nier est parcouru par un courant Zen. Une telle jonction p-r peut 
être utilisée comme cellule photovoltaïque transformant l'énergie 
du rayonnement lumineux en énergie électrique. La force photo-élec- 
tromotrice a pour valeur 


Vpno= "7 10 (+ 1}, (9.141) 


Fig. 9.45 
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où Zn est le courant de porteurs de charges excités par la lumière ; 
1., le courant de saturation circulant en sens inverse en l’absence- 
d'éclairement. d 

Lorsqu'une charge extérieure est branchée, une partie de porteurs: 
de charges assure la différence de potentiel V,, aux bornes de la cel- 
lule photovoltaïque, et une autre partie assure le courant de charge 
Te: N 


Vyn= #2 In (re + 1). (9.142) 


La caractéristique courant-tension d'une cellule photovoltaïque 
se décrit par l'expression 
eVoh 


I=1,(e #7 1) pi (9.143) 


La force photo-électromotrice est appliquée à la jonction p-r en 
sens direct et croît avec l’augmentation de l'intensité du flux lumi- 
neux incident pour atteindre la valeur de la différence de potentiel 
de contact. La région dans laquelle apparaît la force photo-électro- 
motrice est limitée par une distance égale à la longueur de diffusion 
de part et d'autre de la jonction. Les porteurs de charges créés par 
la lumière en dehors de cette région se recombinent avant d'attein- 
dre la frontière de la jonction et n’apportent donc aucune contribution 
à la force photo-électromotrice. C'est pourquoi. dans les cellules 
photovoltaïques, on cherche généralement à augmenter la longueur 
de diffusion. 

Le rayonnement incident étant absorbé dans la mince couche su- 
perficielle, on est amené à rendre le plan de la jonction perpendicu- 
laire au rayon lumineux et à le placer près de la surface. Pourtant le 
rendement que l’on obtient dans ce cas n'est pas élevé parce que la 
mince couche extérieure offre une résistance accrue et est le siège 
d'une intense recombinaison en surface des porteurs de charges. Ceci 
explique le grand intérêt que présente l’utilisation des hétérojonc- 
tions pour la réalisation des cellules photo-électriques. La lumière, 
dont l'énergie des quanta est plus grande que la largeur de la bande 
interdite de la région à bande étroite mais plus petite que la bande 
interdite de la région à bande large, passe librement à travers un 
semi-conducteur à large bande interdite et est absorbée dans la ré- 
gion à bande étroite au voisinage de la jonction (effet de fenêtre dans 
la hétérojonction). Le matériau à large bande sert à la fois de fenêtre 
et revêtement de protection et, étant transparent, il peut avoir une 
épaisseur suffisamment grande. De ce fait l’hétérojonction devient 
peu sensible à l’état de la surface. L'efficacité des cellules photovol- 
taïques à hétérojonctions peut être élevée si la largeur de la bande 
interdite dans la jonction est rendue continûment variable. 

Les cellules solaires destinées à convertir l'énergie solaire en 
énergie électrique utilisent les matériaux suivants: Si, GaAs, CdTe, 
InP, CdS. Le rendement des cellules photo-électriques au silicium 
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atteint 15 % et. à ce qu’il paraît, peut être augmenté jusqu'à 20 et 
même 25 %. Les cellules photovoltaïques peuvent également utili- 
‘ser Se (sa sensibilité spectrale correspond à celle de l'œil humain), 
Ge. TLS. Ag,S, AISb. les composés de plomb et certains autres ma- 
tériaux. Les cellules photo-électriques sont sensibles dans le visible 
‘et l'infrarouge et certaines d'elles dans le proche ultraviolet. 

Une jonction p-n peut fonctionner non seulement en cellule pho- 
+tovoltaïque, n'étant soumise à aucune tension extérieure. mais égale- 
ment en photodiode lorsqu'elle est polarisée en inverse par une batte- 
rie. Dans ce dernier cas. le photocourant s'ajoute au courant inverse 
«æt la caractéristique courant-tension de la cellule devient fonction 

$ de l’éclairement. Une haute sen- 

Vers sibilité et une faible inertie (de l'or- 

Le dre de 10% s) sont les avantages 

V. du fonctionnement en photodiode. 

923, tandis qu'en fonctionnement en 

a cellule photovoltaïque ce sont l’ab- 

sence de source d'alimentation et 
un faible niveau de bruit. 

Fig. 9.46 L'allure de la caractéristique 

courant-tension d'une jonction p-n 

pour différentes intensités de l’irradiation lumineuse est montrée sur 

La fig. 9.46. Les parties a-b correspondent au fonctionnement en pho- 

todiode et les parties b-c au fonctionnement en cellule photovoltaïque. 

Les porteurs de charges excédentaires peuvent également être 
produits dans une jonction p-n lorsqu'elle est soumise à l'irradiation 
par les électrons rapides. les particules alpha ou les rayons gamma. 
Dans de tels cas la jonction peut être utilisée soit pour l’enregistre- 
ment du rayonnement incident, soit pour la conversion de son éner- 
gie en énergie électrique. Mais on bute sur la difficulté suivante: 
le rayonnement dur détruit progressivement le réseau cristallin et 
met finalement la cellule photo-électrique hors d'état. 

Les sources lumineuses à semi-conducteurs de faible encombre- 
ment sont largement utilisées pour la réalisation d’optrons, c'est-à- 
dire d'éléments fonctionnels des circuits opto-électroniques qui font 
appel à la fois à des méthodes électriques et optiques de transmission 
et de conversion de signaux, l’emploi de la liaison optique permet- 
tant d'assurer un découplage conductif des circuits électriques d’en- 
trée et de sortie. 


CHAPITRE 10 


PRINCIPES PHYSIQUES DE L'ÉLECTRONIQUE 
DES ÉMISSIONS 


$ 10.1. Différentes espèces d'émissions électronique et ionique 


Au cours des chapitres 7. 8 et 9 nous avons étudié les principes 
de la physique du solide. La description quantique de l’état des 
électrons dans divers systèmes a permis, compte tenu du principe 
de Pauli, d'expliquer les phénomènes cinétiques intervenant dans 
les semi-conducteurs, d'examiner les propriétés optiques des corps 
solides, les propriétés des contacts semi-conducteur-métal. diélec- 
trique-métal. d'étudier le mécanisme de supraconductivité, les 
propriétés ferromagnétiques de certains métaux, etc. 

Le présent chapitre se propose d'exposer les principes de l'électro- 
nique physique, c'est-à-dire les phénomènes d'émission d'électrons et 
d'ions qui se manifestent à la surface frontière entre le corps solide 
et le vide ou un gaz lorsque la surface émissive est soumise à l’action 
d'un champ électrique statique ou à haute fréquence. d'un rayonne- 
ment lumineux, d'un bombardement par électrons ou ions. d’un 
échauffement thermique, d’un traitement mécanique, etc. 

Une émission spontanée d'électrons par un corps solide est empê- 
chée par l'existence. à la surface de séparation des deux milieux, 
d'un échelon d'énergie potentielle U, résultant des forces d’interac- 
tion entre les électrons qui se sont éloignés à des distances supérieu- 
res aux distances atomiques et la charge positive restante non com- 
pensée des ions du réseau (fig. 10.1). L'énergie cinétique maximale 
que les électrons de conduction peuvent posséder dans un métal au 
zéro absolu est égale à Er (énergie de Fermi). Pour qu’un électron 
situé au niveau ÉF puisse s'échapper de la surface émissive, il doit 
recevoir une énergie supplémentaire eq — U, — Er égale au tra- 
vail de sortie du métal considéré (v. $ 9.6). 

L'émission spontanée ou l'émission par champ électrique (on dit 
aussi émission de champ) ne peut se produire que si l'échelon d’éner- 
gie potentielle se transforme en une barrière de potentiel que les 
électrons peuvent traverser par un effet purement quantique simi- 
laire à l'effet tunnel lors de l'émission spontanée des particules alpha 
par des noyaux radio-actifs. Le terme « émission par champ électri- 
que » signifie que la sortie des électrons d'un corps solide se fait de 
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façon spontanée, c’est-à-dire n’est pas liée à la dépense d’une énergie 
supplémentaire. Les électrons qui ont franchi la barrière de poten- 
tiel ne reçoivent de l'énergie de la part du champ électrique € que 
dans l'intervalle de vide émetteur-anode. 

Plus élevée est l'intensité € du champ électrique extérieur, plus 
forte est la variation dans ce champ de l'énergie potentielle de l’élec- 
tron U (x) = —eëx en fonction de la distance x à la surface, plus 
étroite est la barrière de potentiel et donc plus grande est la densité 
du courant d'émission par champ jA qui dépend du coefficient 


Fig. 10.1 


quantique de transparence de la barrière (v. $ 3.7). Le champ élec- 
trique extérieur non seulement transforme l'échelon d'énergie po- 
tentielle en une barrière de potentiel mais diminue également la hau- 
teur de la barrière (effet Schottky), ce qui contribue aussi à la crois- 
sance du courant d'émission par champ (v. $ 9.7). La fonction 
ja (€) a un caractère exponentiel: ja e> exp [—C/€], où Cest une 
constante qui se détermine par le travail de sortie de l’électron de 
l'émetteur. 

Comme le montrent les calculs, pour obtenir des valeurs appré- 
ciables du courant d'émission par champ il est nécessaire de mettre 
en jeu des intensités de champ de l'ordre de 6 — 108 à 10° V:m. 

Un champ électrique peut être produit à la surface d’un solide 
non seulement par une différence de potentiel extérieure qui accé- 
lère les électrons entre la cathode et l’anode mais également par le 
champ des ions positifs se trouvant près de la surface de la cathode. 
Une telle couche ionique peut apparaître au voisinage de la cathode 
par exemple par suite de l’évaporation d’une partie de la substance 
d’une cathode froide résultant de son échauffement par son propre 
courant d'émission par champ. L'’ionisation des atomes évaporés qui 
s'ensuit conduit à la formation, près de la surface de la cathode, d’un 
plasma à décharge gazeuse dense, en état hors d'équilibre. Un champ 
électrique fort régnant dans la région entre l’émetteur et le plasma 
est localisé dans les limites d'un rayon dit de Debye dont la valeur dé- 
pend de la concentration du plasma. L'apparition de ce champ a pour 
effet une intensification supplémentaire de l'émission par champ 
électrique. Ce processus de passage de l'émission par champ ordi- 
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aire à des valeurs anomales très élevées du courant d'émission a un 
caractère brusque, explosif et se termine en règle générale par un 
perçage du vide (en régime d'arc). Le stade d'émission d'électrons 
par un métal ou un semi-conducteur pendant l'intervalle entre la 
fin de l'émission par champ normale et le commencement de l'arc 
dans le vide a reçu le nom d'émission explosive. 

Dans le cas des semi-conducteurs le champ électrique peut péné- 
trer à l'intérieur de l'émetteur. Il en résulte, premièrement, une mo- 
dification de la structure de bandes dans la région superficielle (cour- 
bure des bandes) et, deuxièmement, un échauffement du gaz élec- 
tronique dans la bande de conduction du semi-conducteur, car en 
empruntant de l'énergie au champ sur le libre parcours, les électrons 
subissent ensuite une diffusion quasi élastique sur les vibrations des 
atomes du réseau (sur les phonons). Dans une telle diffusion la direc- 
tion de l'impulsion de l’électron varie brusquement (la diffusion 
est en règle générale à symétrie sphérique). alors que l'énergie de 
l'électron varie peu. Il est évident que l’énergie moyenne des élec- 
trons augmentera, c'est-à-dire que la température du gaz électro- 
nique dépassera celle du réseau. On pourra donc observer l'émission 
d'électrons chauds par une cathode semi-conductrice froide. Le courant 
de cette émission sera d'autant plus intense que l'affinité X de l'émet- 
teur pour l'élertron est plus faible parce que les seuls électrons qui 
pourront sortir dlans le vide sont ceux dont l'énergie Æ, = pi/2m., 
liée à la composante de l'impulsion normale à la surface. sera supé- 
rieure à %. 

Pour des valeurs suffisamment grandes de y (de l’ordre de quel- 
ques électrons-volts) et des intensités pas trop élevées du champ 
€ < 10% à 107 V/m. le courant d'électrons chauds émis est négli- 
geable, car sur le libre parcours moyen (L. — 10-8 m) l’électron ne 
peut pas acquérir une énergie dépassant 0,1 à 1 eV. Il est évident 
que l'émission d'électrons chauds par un semi-conducteur est en 
principe impossible à une température du réseau voisine du zéro 
absolu lorsque la bande de conduction ne contient pas d'électrons 
libres. L'émission d’électrons chauds ne peut s’observer qu'en cas 
de l'excitation thermique ou optique des porteurs de charges depuis 
les niveaux donneurs dans un semi-conducteur de type 7 ou depuis 
la bande de valence dans un semi-conducteur intrinsèque. Pour que 
le courant d'émission n’échauffe pas le réseau. le champ électrique 
ne doit agir sur l'émetteur que pendant de courtes impulsions large- 
ment espacées. L'émission d'électrons chauds n'est donc possible 
que lors du fonctionnement en impulsions. Comme le processus d'é- 
chauffement du gaz électronique par l'énergie du champ électrique 
est pratiquement dépourvu d'inertie, le champ peut avoir le carac- 
tère d'impulsions de courant continu ou être modulé à hyperfré- 
quence. 

Il existe une classe particulière d’émetteurs constitués par des 
cathodes semi-conductrices dans lesquelles le bas de la bande de con- 
duction dans la profondeur de l'émetteur se situe plus haut que le 
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niveau du vide. Ce sont des émetteurs à affinité électronique négative 
que l’on obtient par exemple en déposant sur la surface d’un semi- 
conducteur de type p (à bandes courbées vers le bas) des couches mo- 
nomoléculaires d'atomes Cs ou de molécules Cs,O caractérisées par 
de fortes valeurs des moments dipolaires électroposilifs. Les cathodes 
de ce type peuvent émettre non seulement des électrons chauds mais 
également des électrons thermalisés (froids). Leur excitation dans la 
bande de conduction peut être assurée non seulement par une irra- 
diation lumineuse ou un bombardement électronique mais égale- 
ment par l'injection d'électrons depuis la jonction p-n superficielle. 

La profondeur de pénétration d’un champ électrique dans les 
métaux ne dépasse pas une ou deux couches atomiques (<10-1° m). 
La concentration des électrons dans les métaux étant bien élevée. il 
est impossible, dans les conditions habituelles, d'élever la tempé- 
rature du gaz électronique par l'énergie du champ électrique. On 
peut cependant réaliser un émetteur spécial en recouvrant un support 
diélectrique avec une mince pellicule métallique à structure en « ilots». 
Les dimensions des «ilots» métalliques ne doivent pas excéder 
10 nm (10-8 m), c'est-à-dire doivent être inférieures au libre par- 
cours moyen des électrons dans le métal. Dans de telles pellicules, 
que l'on appelle couches métalliques dispersées, le champ électrique 
est produit en appliquant une tension entre des contacts métalli- 
ques continus prévus sur la couche. Le passage du courant continu à 
travers la couche provoque en règle générale une émission d’élec- 
trons dans la région des courants où la caractéristique courant-ten- 
sion du courant de conduction à travers la couche cesse d’être ohmi- 
que. L'émission d'électrons chauds par une couche métallique dis- 
persée peut être obtenue également sans porter sur la couche des 
contacts pour le passage du courant. A cet effet, il convient de pla- 
cer la couche dans un champ électrique à hyperfréquence d'intensité 
suffisante (£ümr > 105 V/m). 

Dans des champs électromagnétiques de fréquences correspon- 
dant au domaine visible (v — 101% à 10!5 Hz) l'énergie d'un quantum 
hv peut se trouver supérieure au travail de sortie de l’électron eg du 
métal. Le phénomène d'émission d'électrons par des corps solides 
sous l’action de l'énergie des quanta lumineux s'appelle effet photo- 
électrique externe ou émission photo-électronique (photo-émission). La 
relation hkv, > eq détermine le seuil de fréquence photo-électronique 
d’un métal. Dans les semi-conducteurs intrinsèques et dans les diélec- 
triques, l'émission photo-électronique ne s’observe que dans le cas 
où hv, > AE, + y, AË, étant la largeur de la bande interdite. En 
plus de l’arrachement des électrons de la bande de valence, l’émis- 
sion photo-électronique peut s’effectuer à partir des niveaux don- 
neurs ainsi que depuis des états de surface remplis d'électrons. Un cas 
particulièrement intéressant est celui de l’émission photo-électro- 
nique par des systèmes à affinité électronique 4% négative (ou voisine 
de zéro) lorsque des électrons thermalisés peuvent sortir dans le vide. 

Le phénomène d’émission photo-électronique est caractérisé par 
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le nombre moyen d'électrons émis par un photon absorbé. Ce nombre- 
est appelé rendement quantique de l'effet photo-électrique et désigné- 
par Ÿ. Le rendement quantique atteint ses valeurs maximales pos- 
sibles pour des émetteurs à affinité électronique négative. Lorsque: 
l'intensité du champ de l'onde lumineuse (densité des photons tom- 
bant sur l'émetteur) augmente, la probabilité d'absorption par un 
électron du solide de deux ou d’un plus grand nombre de photons à 
la fois devient notable, ce qui correspond à un effet photo-électrique 
à plusieurs photons. À des fréquences suffisamment basses, lorsque 
l'énergie d'un quantum est petite (par exemple, en UHF hv — 1075 
à 10-$ eV), l'interaction d'une onde électromagnétique avec les 
électrons du solide doit être traitée de manière purement classique, 
c'est-à-dire comme un processus continu d'accélération de l’élec- 
tron dans le champ de l'onde UHF. C'est ainsi que se décrit le pro- 
cessus d'émission d'électrons chauds en UHF par les semi-conduc- 
teurs et les couches en «ilots ». 

En soumettant un solide à un bombardement par des électrons: 
d'énergie £, > ep (dans les métaux) ou £, > AE, (dans les diélec- 
triques et les semi-conducteurs), on peut observer une émission. 
d'électrons secondaires, c’est-à-dire l’arrachement des électrons à la 
surface du corps, provoqué par l'énergie qui leur est transférée par 
des électrons primaires incidents. Pour des énergies E, inférieures. 
aux valeurs de seuil indiquées ci-dessus, on n’observe qu'une ré- 
flexion élastique ou quasi élastique (avec excitation de phonons) des. 
électrons primaires sur la cible. 

Le phénomène d'émission d’électrons par des solides résultant de 
leur bombardement par un flux d'électrons primaires est appelé: 
émission secondaire. Le rapport du nombre d'électrons secondaires, 
émis par la cible pendant un certain intervalle de temps, au nombre. 
d'électrons primaires frappant la cible pendant le même intervalle. 
est appelé faux ou coefficient d'émission secondaire et désigné par 6. 
La valeur de © dépend fortement de l'énergie Æ, des électrons pri- 
maires. Les électrons secondaires peuvent être émis tant par la face 
avant de la cible bombardée par le flux d'électrons primaires que 
par sa face arrière si le flux d'électrons primaires la traverse de part 
en part. 1l est évident que ce dernier cas n'est possible qu'avec des 
couches minces. On dit que dans le premier cas il y a émission secon- 
daire par réflexion, et dans le second cas, émission secondaire par trans- 
mission. Le taux d'émission secondaire par transmission est désigné 
par Z. Pour un même émetteur, la fonction Z (E,) peut différer de 
façon substantielle de la fonction © (E}). Ceci tient à ce que la va- 
leur de Z est nulle (ou négligeable) tant que l'énergie £, ne prend: 
des valeurs à partir desquelles les électrons primaires commencent à 
traverser la cible. 

Le chauffage d’un corps solide fait croître les amplitudes des oscil- 
lations des atomes du réseau (en langage quantique, ceci correspond 
à une augmentation de la densité des phonons). Le transfert de l’éner- 
gie des phonons au gaz électronique conduit à un élargissement du 
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spectre électronique. Dans les métaux, par exemple, ceci se mani- 
feste par l'apparition d'une « queue » maxwellienne dans la fonction 
de Fermi de distribution des électrons suivant les valeurs possibles 
.des énergies (v. fig. 5.3). Lorsque la température s'élève, un nombre 
-de plus en plus grand d'électrons acquièrent l’énergie suffisante pour 
-surmonter le travail de sortie à la frontière entre le solide et le vide. 
Le phénomène d'émission d'électrons dans le vide par un corps chauf- 
fé est appelé émission thermoëélectronique. Dans les semi-conducteurs 
à une température voisine du zéro absolu, la bande de conduction ne 
contient pas d'électrons. Dans ce cas le chauffage du corps a pour 
effet le passage des électrons dans la bande de conduction depuis 
les niveaux donneurs et la bande de valence. En interagissant avec 
des phonons, les électrons se thermalisent et leur spectre devient 
maxwellien. La densité du courant d'émission thermoélectronique 
jr est donnée par la formule de Richardson-Dushmann: jr = (1 — 
— (R)) AT®exp (—eg AT), où {R) est la valeur movennée sur le 
‘spectre des thermoélectrons du coefficient de réflexion des électrons 
sur un échelon d'énergie potentielle; À, la constante thermoélectro- 
nique égale à 120.4 A'(deg*-m°). 

L'énergie que doivent recevoir les électrons pour s'arracher du 
solide peut également être communiquée par des ions possédant une 
‘énergie cinétique suffisante. Ce phénomène s'appelle émission iono- 
électronique cinétique et se caractérise par le coefficient y, égal au 
rapport du courant des électrons émis i, au courant des ions i; bom- 
bardant l'émetteur. 

On appelle émission iono-électronique potentielle le phénomène 
d'arrachement des électrons d'un corps solide par des ions lents 
chargés positivement lors de leur neutralisalion à la surface de ce 
corps. Si par exemple le niveau discret non occupé d'énergie d’un 
ion se situe en dessous du bas de la bande de conduction du métal. 
l'énergie qui se libère lorsque l’électron passe du métal dans l'ion 
peut être transférée à n'importe lequel des électrons du métal ou 
rayonnée en forme d'un quantum. Le second cas est moins probable. 
Dans le premier cas. il se produit une transition dite transition Auger 
par suite de laquelle un électron est émis dans le vide si des condi- 
tions énergétiques déterminées sont réalisées. L'émission iono-élec- 
tronique potentielle est caractérisée par le coefficient y, = ii. 

L'émission d'électrons peut également résulter des différents 
modes de traitement préalable de la surface de solide : traitements 
mécanique et thermique. déformation plastique, oxydation, adsorp- 
tion, action d’un rayonnement jionisant. etc. Ce type d'émission 
d'électrons est appelé émission exothermique parce que l’on considé- 
rait primitivement que son mécanisme était lié à des transformations 
exothermiques. c'est-à-dire à des réactions se déroulant avec déga- 
gement de chaleur. L'’intensité de courant d’une telle émission est 
généralement très petite et pour la mesurer on a recours à des comp- 
teurs pouvant enregistrer des électrons individuels. Le nombre d’exo- 
électrons émis dépend du procédé de traitement de la surface (racla- 
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ge. polissage, déformation plastique, etc.), de la profondeur de la 
couche perturbée, de La vitesse d'enlèvement du matériau. L'émission 
exoélectronique peut également s’observer au cours des changements 
de phase : fusion et cristallisation, ainsi que lors de la polarisation 
de corps ferroélectriques à partir de leur surface. L'émission d’exoélec- 
trons peut être stimulée en chauffant l'échantillon ou en l'irradiant 
par la lumière. Dans le premier cas l'émission exoélectronique est dite 
thermostimulée et dans le second cas photostimulée. L'étude de ces 
types d'émission montre que l'émission d'exoélectrons peut être liée 
aux processus de relaxation se déroulant sur la surface réelle de solide 
recouverte de différentes pellicules adsorbées et de pellicules d'oxy- 
des. Les sources d'électrons lors de l'émission exothermique sont 
généralement constituées par les niveaux de surface, les niveaux 
d'impuretés. les pièges d'électrons et les centres de coloration. La 
destruction de tels centres excités conduit à l'émission d'électrons par 
effet Auger. 

Dans la catégorie d'émissions électroniques combinées (hybrides) 
on peut également ranger l'émission par champ à partir d'une cathode 
chauffée, c'est-à-dire l'émission thermoélectronique par champ, l'émis- 
sion par champ à partir d’une surface illuminée de la cathode, c'est-à- 
dire l'émission photo-électronique par champ, l'émission électroni- 
que « autochaude » des cathodes semi-conductrices à émission de 
champ interne, l'émission électronique secondaire renforcée par ur 
champ électrique, l'émission photo-électronique renforcée par un chump, 
l'émission électronique secondaire thermostimulée et autres. 

Dans certaines conditions, la surface de corps solide peut émettre 
non seulement des électrons mais également des particules lourdes 
chargées, c’est-à-dire des ions. L'arrachement des ions résultant 
du bombardement de la cible par un faisceau d'ions de même ou 
d'une autre espèce est appelé émission iono-ionique secondaire ou 
tout court émission ionique secondaire. En envoyant sur la surface de 
métal ou de semi-conducteur un faisceau d’atomes (ou de molécu- 
les). on peut observer le processus de transformation d’une partie de 
particules atomiques constituant le faisceau neutre en un faisceau 
d'ions. Ce phénomène s'appelle ionisation superficielle. Suivant la 
sorte d’atomes bombardant la surface et les propriétés de la surface 
elle-même, l’ionisation superficielle peut conduire à la formation 
tant des ions positifs que des ions négatifs. L’arrachement de parti- 
cules neutres (atomes, molécules ou clusters) à une cible bombardée 
par ions ou atomes est appelé pulvérisation cathodique. Examinons 
de plus près les principales sortes d'émission électronique et ionique. 


$ 10.2. Emission de champ par les métaux 
et les semi-conducteurs 


Emission de champ par les métaux. — Comme il a été montré 
au $ 3.7, les électrons traversent la barrière de potentiel par effet 
tunnel avec une certaine probabilité. L'échelon d'énergie potentielle 
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existant à la surface de séparation métal-vide se transforme en une 
barrière de potentiel par suite de l'application. entre la cathode et 
l'anode, d’une haute tension dont la valeur détermine la hauteur et 
la largeur de la barrière. Si l’on ne tient pas compte de la force due à 
l'image électrique et exprimée dans le système CGS par F1, = 
= e°?/4x2 0), lorsque l'électron s’éloigne à une distance x de la surface 
d’un métal, la barrière de potentiel à une dimension revêt la forme 
d’une « dent de potentiel » (fig. 10.1). La théorie de l’émission élec- 
tronique par champ électrique a été développée pour la première fois 
par Fowler et Nordheim (1928-1929). La densité du courant de cette 
émission correspondant à un groupe d'électrons frappant la face 
interne de la surface de la cathode et avant la composante de l'im- 
pulsion normale à la surface comprise entre p, et p, + dp, a pour 


valeur 
djx = eD (€, px) Anxyzs (10.1) 


où D (€, p.) est le coefficient de transparence de la barrière de po- 
tentiel pour des électrons ayant la valeur donnée de l’impulsion et 
pour une intensité donnée du champ; dns: = (2/h%) fr (px. Pys 
P =) (Px'Me) dpx dpy dp :, le nombre d'électrons lombant par seconde 
sur À cm° de surface de la barrière de potentiel avec des projections 
des impulsions comprises dans les intervalles de p, à p, + dp,, de 
Py à Py + dy de p: à P; + dp:; fp (Px, Pys P:). la fonction de 
Fermi déterminant la distribution des électrons selon leurs impul- 
sions à l’intérieur du métal (v. $ 5.3). 

La densité totale du courant est déterminée en intégrant l'expres- 
sion (10.1) sur toutes les valeurs des impulsions p, comprises entre 0 
et œ (il est évident que pour qu’un électron puisse tomber sur la 
barrière de potentiel il est nécessaire que p, > 0) et des valeurs 
quelconques de p, et p: (de — oo à “+ co): 

Co C0 Le 0 


. 2e ir 
JA R°me | | | fr (Px Pys P:) D(E, px) Ps dPx dPy dp.. (10.2) 


0 —co —0o 


En tenant compte de ce que l'énergie d'un électron est égale à 
E= p°/2m.=(p5-+ pi + pi)/2m,, (10.3) 


on peut écrire l'expression (10.2) sous la forme 


Fr 
je À | [Fr o(E)2E æp, (10.4) 
0 —2 —0o 

où £, est la partie de l’énergie cinétique de l'électron liée à la com- 

posante de la vitesse normale à la surface. 
Ainsi, la quantité Æ, — [(p%/2m.) — U,] est la différence entre 
l'énergie cinétique de l’électron et la hauteur U, de l'échelon d'éner- 
gie potentielle. Dans le cas considéré, l'énergie E, d'un électron se 


() En SI, Fire. = (4xeo)"le2/4z2. 
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trouvant dans un puits de potentiel est négative. Pour un électron 
situé au niveau de Fermi, la valeur absolue de E, est égale au travail 
de sortie ep du métal. Les expressions donnant fr (E) et D (E,) 
figurant dans la formule (10.4) sont bien connues (v. $$ 5.3 et 3.7). 

Lors de fa traversée, par effet tunnel, de la barrière de potentiel 
l'énergie cinétique de l’électron devient en un certain point x = x 
égale à l'énergie potentielle e£x,. Ce point a pour coordonnée x, = 
= | E, |/e. D'après la formule pour la transparence d'une barrière 


triangulaire obtenue au $ 3.7 par la méthode d'approximation 
BKW on a 


im lExlleé 
DE, E)= Doexp(— te | OVTET-&zar), (10.5) 
0 


où la quantité D, & 1 si bien que généralement on la néglige. 
L'intégration de l'expression (10.5) donne 


D(E, Ej=exp (— {Vème JERE), (10.6) 


© Si l’on tient compte des forces d'image électrique (fig. 10.2), un 
terme supplémentaire apparaît dans l'intégrale sous le signe de 
radical de l’expression pour la transparence 


D(£, E,)=exp [ — ire | VTE.|—eéz #47 dr |. (10.7) 


X1 


Cette intégrale ne se prête pas à un calcul exact. Aussi pour tenir 
compte du fait que la hauteur de la barrière de potentiel diminue de 
la quantité A (eg) par suite de l’image électrique, introduit-on une 
fonction spéciale @ (£) appelée fonction de Nordheim. La réduction 
du travail de sortie de l’émetteur en présence de champ électrique 
a reçu le nom de réduction de Schottky. On peut montrer (v. $ 10.9) 
que À (eç)=eV/eé. L'argument de la fonction © (£) est une quan- 
tité sans dimension E = eVeë/| E, | égale au rapport de la dimi- 
nution du travail de sortie par effet Schottky au travail de sortie d'un 
électron d'énergie donnée £,. Pour E, = ep, on a £ = (e£)!/°/œ. La 
fonction © (E£) existe toute calculée dans les tables et peut être repré- 
sentée graphiquement (fig. 10.3). L'expression approchée de la fonc- 
tion @ (£) est voisine de celle d’une parabole: © (£) & 0,955 — 
— 1,03E°. Elle n’est valable que pour des valeurs de l’argument lors- 
que E diffère notablement tant de zéro que de l'unité. C’est ainsi que 
dans l'intervalle 0,35 & £ < 0,69 cette expression détermine la 
fonction © (£) avec une erreur inférieure à 4 %. La diminution du 
travail de sortie par effet Schottky fait apparaître dans la formule 
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(10.6) donnant la transparence de la barrière un terme supplémen- 
taire © (ë) sous le signe de l’exponentielle : 


D(E, Ej=exp[— 2m IE 6@]. (108 


On voit que pour des champs de faible intensité lorsque E — 0, 
la correction de Nordheim est peu importante et la formule (10.8) se 
réduit à la formule (10.6). Pour £ —+ 1 (£er —> E2/e*), 6 (£) + Oet la 
transparence de la barrière D (€, E,) — 1, c'est-à-dire que la bar- 


Fig. 10.2 Fig. 10.3 


rière se trouve complètement éliminée par effet Schottky. Si ep = 4 
à 5 eV, ceci se produit pour £er Æ 1019 V/m. 

En introduisant dans (10.2) les fonctions de Fermi-Dirac sous la 
forme explicite et l'expression (10.8) de la transparence de la barriè- 
re, on obtient 


jaA(E) = OR ( redps ( x 
0 “0 æ00 


8 2 Exl%® 
exp [-< Le LE e;] dPy dP: 


ap RD CEA ENT + (104) 


En développant l'expression à intégrer suivant les puissances du 
petit paramètre (E, — Er) et en ne considérant que le cas des tem- 
pératures voisines du zéro absolu, on obtient pour la densité de cou- 
rant d'émission de champ la formule fondamentale: 


; : 8x (2m (eg) 
Orge p[-< CE 6], (410.10) 


où 0 (5) = 6 (5) — (25/3) (40 (£)/d5). 
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Si l’on exprime ep en eV et l'intensité de champ électrique en 
V/cm, on obtient la densité de courant d'émission par champ en 
A/cm°: 


ja=1, 54 - 1075 —— re exp X 
s 6,83-10% (eg)9/2 3,79.10-1$12 : 
ALES (Se). «o41n 


En tenant compte de l'expression (10.8) et en admettant de façon 
approchée que 8° (£) — @° (£) = 1,1, il est commode d'utiliser pour 
les calculs pratiques de la densité de courant d'émission par champ 
la formule suivante 


ja= 1,410 (£2Jep).10%.39/Vt6.10 -2.82-107 Lt6/2/6), (10.12) 


Pour € — 6-107 V/cm et ep = 4,5 eV, la densité du courant j4 
peut atteindre 107 A/cm*. 

La formule (10.11) est généralement représentée sous la forme 
In GE?) = f (1/€) pour pouvoir la comparer avec les données expé- 
rimentales. Avec de telles coordon- 
nées, la variation de l'émission de 19/4 (ja, 4/cm°) 
champ en fonction de l’intensité du 
champ électrique se traduit par une 


droite bien que l’exposant de l’ex- 5% 
ponentielle contienne la fonction de -4 
Nordheim qui varie fortement avec 


€. Pourtant la présence de la fonc-  -72 
tion © (€) dans l’exponentielle n'in- 
flue pas de façon appréciable sur 
l'allure de la dépendance considérée _;) 
vu que pour des intensités de champ 

utilisées dans les expériences cette 

fonction varie faiblement. L'écart 

de la fonction In(ja/ë*) = f (1/é) 

par rapport à une droite dans le cas de très fortes intensités de champ 
électrique s'explique par l'influence de la charge d'espace due aux 
électrons émis par champ (fig. 10.4). Une charge d'espace négative 
de forte densité diminue l'intensité du champ près de la surface de 
l'émetteur et donc rend plus faible la variation du courant en fonc- 
tion de la différence de potentiel V appliquée. La variation du cou- 
rant d'émission de champ en fonction du travail de sortie ep qui dé- 
coule de la théorie de Fowler-Nordheim est elle aussi en bon accord 
avec l'expérience. Cette dépendance se détermine essentiellement 
par le facteur q°/* figurant dans l’exposant de l’exponentielle. 

Les formules de la théorie de Fowler-Nordheim indiquées ci-dessus 
correspondent au cas de T — O0 K. Lorsque la température s'élève, 
le spectre des électrons dans un métal s’élargit et le courant d'émis- 
sion de champ commence à dépendre de la température parce que la 
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probabilité pour que les électrons thermiquement excités traversent 
la barrière de potentiel et occupent des niveaux situés au-dessus du 
niveau de Fermi devient plus grande. Murphy et Hood ont obtenu 
pour la densité de courant d'émission par champ électrique l’expres- 
sion suivante qui tient compte de la température de l'émetteur: 


ja (T) = jA(0) ny/sin ay, (10.13) 


__ 4n V2me k V/e 0 (E) 
y— heë T 


(& étant la constante de Boltzmann). 


Pour de faibles valeurs de 7, le développement de sin xy en 
série donne 


ja (T) & j (0) 1 + (1/6) n°y:]. (10.14) 


Pour 8 (£) — 8 (0,5) = 1,044 on a y æ 9,22-10%V/ ep (T'4), où 
eg est exprimé en eV, €, en V'cmet 7, en K. En introduisant cette 
valeur de y dans (10.14) on obtient 


ja (Tia (0) & 1 + 1,40-10 (ep'£2) T°. (10.15) 


Ainsi. en première approximation, la variation du courant d'émis- 
sion de champ avec la température suit une loi quadratique. La 
| formule (10.15) détermine 
Métal Vide | ja (T) à moins de 10 % près 
Z D_20___________X_;-; jusqu'à ja (T)/ja (0) = 1,6 et 
à moins de 1 % près pour 
ja (T}/ja (0) = 1,18. Le calcul 
effectué à l’aide de cette for- 
mule pour la température de 
l'azote liquide (77 K), par 
exemple, montre que le rap- 
port ja (77)/ja (0) n'excède 
pas 1.01. A la température 
ordinaire, la correction à in- 
troduire dans j\ (0) ne dépasse 
| pas 10 % (pour ep > 3 eV et 

Fig. 10.5 ja > 10% A/cm°). 

Aux températures élevées, 
au courant d'émission de champ proprement dit, dû au méca- 
nisme de franchissement de la barrière de potentiel par effet 
tunnel, s'ajoute le courant d'émission thermoélectronique cons- 
titué par des électrons dont l'énergie est suffisante pour fran- 
chir la barrière de potentiel de hauteur réduite par effet Schot- 
tky. La fig. 10.5 montre le spectre énergétique des électrons 
dans un métal, divisé pour plus de clarté en quatre régions: À, B, C 


€>0 
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et D. Les électrons du groupe À peuvent être émis par émission de 
champ à toutes les températures, v compris pour 7 = OK. Les 
électrons du groupe À participent ‘à l'émission de champ pour T > 
>0K (on peut les appeler électrons d'émission thermoélectronique 
par champ). La sortie dans le vide des électrons du groupe C corres- 
pond à l’augmentation du courant d'émission thermoélectronique 
par effet Schottky. Enfin. les électrons du groupe D sortent dans le 
vide par le mécanisme d'émission thermoélectronique même pour 
€ =0 (1. $ 10.9). 

Les énergies des électrons ayant quitté une cathode à émission 
par champ peuvent être étudiées à l’aide d’analyseurs à champ retar- 
dateur ou à déviation des électrons dans un champ électrique ou ma- 
gnétique (v. chap. 2). Les électrons émis par champ sont au préalable 
accélérés par une différence de potentiel déterminée appliquée entre 
l'émetteur et l’électrode la plus proche (la grille par exemple) pour 
être dirigés ensuite dans le système analyseur. Les mesures montrent 
qu’à basse température la distribution des électrons émis par champ 
selon leur énergie se traduit par une courbe qui comporte un maxi 
mum dont la demi-largeur AËE,,, vaut quelques dixièmes d'électron- 
volt (le plus souvent AF,,, — 0,15 à 0,20 eV), c'est-à-dire que la 
plus grande partie des électrons sont effectivement émis dans le vide 
par effet tunnel à partir des niveaux voisins du niveau de Fermi.Ces 
faits expérimentaux sont en bon accord avec les idées théoriques 
concernant le mécanisme de l'émission électronique par champ électri- 
que à partir des surfaces pures de métaux. 

La théorie de l'émission de champ que nous considérons ici est 
fondée sur l’utilisation des formules pour la transparence de la 
barrière de potentiel obtenues par la résolution de l'équation de 
Schrôdinger à une dimension. Une telle approximation est justifiée 
si: 1) la surface de l'émetteur est un plan uniforme parfait; 2) le 
modèle des électrons libres (modèle « gélée »), dans lequel la surface 
de Fermi dans l’espace des impulsions est une sphère (v. $ 4.1). est 
applicable. Les émetteurs réels présentent une structure en gradins 
de hauteur égale à une ou plusieurs distances interatomiques et la 
structure des surfaces isoénergétiques de Fermi est pour la plupart 
des mélaux bien complexe, nettement différente d'une sphère. En 
outre. un émetteur comportant une couche subatomique adsorbée dont 
les atomes ont lendance à se réunir en « ilots » se caractérise par un 
travail de sortie eç non uniforme, ce qui a pour effet de produire, 
près de sa surface, un champ dit de taches. La prise en compte des 
deux premiers facteurs permet de préciser dans une certaine mesure 
la théorie de l'émission électronique de champ par les métaux. Ces 
précisions concernent en particulier le spectre électronique et la 
variation du courant d'émission avec la température, mais elles ne 
sont pas assez importantes pour être discutées en détail. 

Pour la mesure de l'émission de champ on se sert soit des appa- 
reils à symétrie cylindrique dans lesquels l'émetteur est constitué 
par un fil métallique très fin et l’anode par un cylindre qui l’en- 
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toure, soit des appareils dont l’émetteur est réalisé en forme d'une 
pointe de rayon de courbure de l’ordre de 0.01 à ! um. Dans ce der- 
nier cas l'intensité du champ à la surface de la cathode dépend très 
faiblement de la géométrie de l’anode. Pour les calculs de €. la for- 
me de la pointe est généralement approchée par un paraboloïde, un 
hyperboloïde. un cône à extrémité sphérique. etc. 

Si l’on dépose sur la surface d’un émetteur métallique une couche 
monoatomique d’un autre métal, le caractère de la barrière de po- 
tentiel due aux forces de l’image électrique reste inchangé, mais si la 
surface du métal est recouverte d'une couche d'un adsorbat non mé- 
tallique, la forme de la barrière de potentiel peut se modifier forte- 
ment. Dans ce dernier cas, les électrons émis ont à passer par effet 
tunnel à travers l’atome adsorbé qui représente un puits de potentiel 
caractérisé par une collection 
de niveaux discrets propres. 
Ceci doit conduire à une mo- 
dification du spectre énergé- 
tique de l'émission de champ 
et en particulier à l’appari- 
tion de pics de résonance 
correspondant à une augmen- 
tation de la probabilité de 
sortie. à partir du support 
métallique, des électrons dont 

; les énergies sont égales à 

PIE 20 celles des niveaux libres dans 

le puits de potentiel atomi- 

que. C'est ainsi par exemple que l’adsorption de Cs par W a 

permis d'obtenir un spectre d'électrons d'émission de champ ayant 
une demi-largeur de 0,05 eV. 

Comme la forme des émetteurs à pointe réels diffère des modèles 
idéalisés susmentionnés, le calcul de l'intensité du champ est iné- 
vitablement entaché d’une erreur Aë'£. Le rapport Aë.# peut. 
généralement atteindre 10 à 30 %. En outre on doit tenir compte du 
fait que la surface réelle d'un émetteur peut présenter des saillies 
microscopiques à intensité du champ accrue. Dans le cas des émet- 
teurs monocristallins, les valeurs locales de l'intensité de champ dé- 
pendent de la configuration du monocristal. 

Si l'on place l’émetteur à pointe £ et l’anode annulaire À au 
centre du ballon en verre B dont la surface intérieure conductrice 
porte une couche de substance luminescente L, on peut observer sur 
l'écran luminescent la répartition du courant d'émission de champ 
sur la surface de la pointe, répartition qui est due au travail de 
sortie différent des faces du monocristal eg,» ainsi qu'à des inten- 
sités locales différentes du champ électrique près de la surface des 
différentes faces (fig. 10.6). L'agrandissement d'un tel projecteur 
électronique proposé par Müller se détermine par le rapport R'r. R 
étant la distance entre l'émetteur et l'écran et r le rayon de la pointe. 


488 


C'est ainsi par exemple que pour r — 0.1 um et À = 10 cm l’agran- 
dissement atteint 106. Ceci incite à utiliser les projecteurs électro- 
niques pour l’étude des phénomènes intervenant lors de l’adsorption 
par la surface des émetteurs de films de différentes substances. In- 
suffisant pour l'observation des atomes individuels, le pouvoir de 
résolution d’un tel appareil permet de voir sur l’écran des complexes 
atomiques éloignés l’un de l’autre et ayant des dimensions transver- 
sales de l’ordre de 100 nm et de mesurer les courants d'émission de- 
champ à partir des faces distinctes de la pointe monocristalline. 
Pour V donnée, la brillance en un point de l’écran est d'autant plus 
grande que le pouvoir émissif de l’élément de la pointe qui est pro- 
jeté sur ce point est plus élevé. 

En 1951. Müller a proposé un projecteur ionique ayant un pouvoir 
de résolution de l’ordre de quelques angstrôms qui permet d'observer 
des molécules et atomes individuels sur la surface de l'émetteur. Le 
fonctionnement du projecteur ionique repose sur le phénomène d'io- 
nisation superficielle des atomes (v. $ 10.11) et son pouvoir de ré- 
solution plus élevé que celui d'un projecteur électronique s'explique 
par le fait que la longueur d'onde de de Broglie À; = h'M;; associée 
aux ions est beaucoup plus petite que celle associée aux électrons se 
déplaçant à la même vitesse. 

Les cathodes en métal à émission par champ sont utilisées dans 
nombre d'appareils électroniques (cathodes des canons électroniques, 
cathodes de « démarrage » des appareils UHF, etc.). 

Ces cathodes présentent les avantages suivants: 1) absence de 
chauffage et donc d'inertie; 2) densités très élevées de courant; 
3) dimensions réduites permettant de réaliser des sources d’électrons 
pratiquement ponctuelles ; 4) faible dispersion sur les énergies ; 5) gran- 
de pente de la caractéristique courant-tension. Leur principal incon- 
vénient est l'instabilité du courant d'émission due à l’adsorption 
des gaz résiduels lorsque le vide n’est pas suffisamment élevé et à 
la pulvérisation cathodique de la substance constituant l’émetteur. 
Ces facteurs provoquent une variation du travail de sortie de la ca- 
thode d’une part et une modification de son microrelief d'autre part. 
En outre, dans des champs forts et à une température suffisamment 
élevée pour un matériau donné de la cathode, on observe la migration 
des atomes de la substance elle-même sur la surface de la cathode, 
qui conduit à un changement de sa microgéométrie et donc à une 
variation de l'intensité de champ à la surface de l'émetteur. La réa- 
lisation d’un vide très poussé, l’utilisation de matériaux plus ré- 
sistant au bombardement ionique, la réduction du flux d'ions tom- 
bant sur la cathode à l’aide de dispositifs spéciaux, tout cela permet 
d'obtenir un fonctionnement suffisamment stable des cathodes à: 
émission par champ électrique. 

A partir de l'expression (10.2) on peut obtenir une formule don- 
nant la valeur limite de l'intensité de courant j,, d'émission de- 
champ par un métal. En posant la transparence de la barrière de 
potentiel D — 1 et en introduisant dans (10.2) la fonction de Fermi. 
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fr pour Px = P, = P; = Pr, on obtient 


eE? 
jam = 5 # 4,3. 10ER, (10.16) 


hs 


OÙ jam est la densité limite du courant d'émission de champ, en 
A/cm°; Er = p:2m., l'énergie d’un électron au niveau de Fermi, 
en eV. 

L'énergie £F étant de l’ordre de quelques électrons-volts, la den- 
sité limite de courant d'émission de champ peut dépasser 10!° A/cm°. 
Une densité si élevée est en principe possible du fait que la concen- 
tration des électrons dans la bande de conduction d’un métal se situe 
au niveau de 10°*° à 10% cm°. La cause principale qui limite la den- 
sité du courant d'émission de champ est la destruction thermique de 
l'émetteur par son propre courant. En pratique, la valeur de j,, 
dépend de la durée de circulation du courant d'émission (de la durée 
de l’impulsion de tension anodique) et est comprise entre 107 et 
105 A/cm°. 

Emission de champ par les semi-conducteurs. — A la différence 
d'un métal, un semi-conducteur représente une cathode à émission 
par champ, dont la concentration des électrons dans la bande de con- 
duction est nettement limitée. Ceci prédétermine les particularités 
de l'émission de champ par les semi-conducteurs : 1) densités de cou- 
rant limites sensiblement moins élevées que dans les métaux ; 2) ca- 
ractéristiques courant-tension non linéaires Ig ë, = f (LV); 3) spec- 
tre d'électrons émis plus large que dans les métaux ; 4) dépendance 
de la forme de l’impulsion de courant envers l'amplitude et la durée 
de l’impulsion de tension anodique lorsque l’émission de champ est 
excitée par impulsions (effets de relaxation); 5) thermosensibilité 
et photosensibilité du courant d'émission. 

Un champ électrique extérieur pénètre dans un semi-conducteur à 
une profondeur déterminée par le rayon d'écran de Debye dont 
l'expression dans le système SI est r,, = (e.e,kT/2e°n)"/®?, n étant la 
concentration des électrons. Cette pénétration du champ a pour effet 
de provoquer une courbure des bandes d'énergies. Par suite de cette 
courbure, la concentration des électrons augmente, sur la longueur de 
ce rayon, dans la bande de conduction et aux niveaux donneurs. 
Ceci prédétermine à son tour l'apparition d’une couche superficielle 
de charge d'espace électronique qui « intercepte » les lignes de force 
du champ électrique extérieur. Dans le cas d’un champ fort, le gaz 
électronique se trouvant dans la bande de conduction près de la sur- 
face du semi-conducteur peut devenir dégénéré (v. $$ 5.3 et 8.5), si 
le bas de la bande de conduction se trouve, par suite de l’incurvation 
des bandes, en dessous du niveau de Fermi (fig. 10.7). Le processus de 
passage par effet tunnel des électrons de la couche de charge d'espace 
dans le vide à travers la barrière de potentiel ne diffère en rien du 
processus d'émission de champ par les métaux. Cependant, à la dif- 
férence des métaux, les électrons de la bande de valence d’un semi- 
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conducteur peuvent eux aussi être émis. Une autre différence réside 
en ce que le courant d'émission peut passer à « saturation » lorsque 
la tension est suffisamment élevée. Ceci a lieu dans le cas où la 
vitesse d'arrivée des électrons venant des régions profondes de l’échan- 
tillon vers la surface n’est suffisante que pour compenser les élec- 
trons qui passent de la 
couche superficielle de la  Semi-conducteur E| Vide 
charge d'espace dans le 0—-— _— 
vide. Îl est évident que la x 
caractéristique courant-ten- + 
sion comportera un «pla- © 
teau» (fig. 10.8), c'est-à- Ér 
dire que l'augmentation de 
la tension anodique sera 
sans effet sur la valeur du Ex 
courant d'émission tant ‘ 
qu'une nouvelle source d'’é- 
lectrons ne sera mise en 
jeu. Une telle source com- 
plémentaire d'électrons ve- 
nant de l'intérieur du se- 
mi-conducteur vers sa surface peut être constituée par l’ionisation 
par choc des électrons de la bande de valence et l’auto-ionisation des 
électrons occupant les niveaux donneurs. Ces effets sont responsables 
de la croissance rapide du courant d'émission de champ qui précède 
la destruction thermique de la cathode. 

Les caractéristiques courant-tension obtenues par voie expéri- 
mentale pour des semi-conducteurs de type p et pour des échantil- 
lons à forte résistivité de semi-conducteurs de type » sont effective- 

ment non linéaires. Tracées en 
tgia (is, A) coordonnées Ig i, — f(1/V), elles 


6 présentent trois parties caractéristi- 
FER 
EEK) 
Eee 


Bande de 
conduction 


Bonde de 
valence 


Fig. 10,7 


ques : /, une partie linéaire qui se 
décrit bien par la formule de Fow- 
ler-Nordheim: 2. une partie cor- 
respondant à la saturation; #, une 
région de brusque croissance du 
courant d'émission due à la multi- 
plication des électrons au sein de 
l'émetteur. 

La théorie de l'émission de 
champ développée par Fowler-Nord- 
heim est en fait une approximation du courant nul. Ceci signifie que 
le courant d'émission ne constitue qu'une petite partie du courant 
total d'électrons qui viennent frapper la barrière de potentiel. Pour 
les métaux, cette approximation est justifiée jusqu’à la région des 
champs très forts y comprise. Dans les semi-conducteurs la différen- 
ce entre le courant de dérive des électrons se dirigeant vers la surface 


1 2 J # 10Yvv'1 


Fig. 10.8 
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et le courant de diffusion quittant la surface peut être de l’ordre de 
grandeur du courant d'électrons émis dans le vide. 

Une vitesse limitée d’arrivée des électrons de l’intérieur vers la 
surface du semi-conducteur est la principale cause qui fait apparaître 
une région de saturation dans la caractéristique courant-tension des 
deux types indiqués de semi-conducteurs. Dans ces conditions on 
observe plusieurs processus liés l’un à l’autre: 1) la concentration 
des électrons dans la couche superficielle diminue; 2) la profondeur 
de pénétration du champ extérieur dans l'émetteur augmente; 3) la 
chute de tension dans la résistance volumique du semi-conducteur 

7 ps s'accroît; 4) la géométrie 
Lg éa ia. AJ et la valeur de l'intensité 
du champ près de la surface 
de l’émetteur se modifient. 
La croissance de la chute 
de tension dans l'échantil- 
lon provoque à son tour 
une augmentation de l’éner- 
gie moyenne des électrons, 
c'est-à-dire un  échauffe- 
; ane gaz électronique. 

: i l’affinité électronique 
nee du cristal (v. $ 9.6) n'est 
pas grande (4 < 0.5 eV), l’apparition d'électrons chauds peut porter 
la transparence de la barrière de potentiel à sa valeur limite, de sorte 
que le courant d'émission cessera de croître tant que l’ionisation par 
choc ne provoquera une multiplication intense des électrons. Dans 
des échantillons à forte affinité électronique (4 > 3 à 4 eV) et à 
faible largeur de la bande interdite (AE, < 1 eV). l’échauffement 
du gaz électronique par le champ interne ne donne pas lieu à une 
émission appréciable par dessus la barrière, car la fonction de distri- 
bution des électrons selon leur énergie ne peut pas avoir une « queue » 
dans la région des énergies £ > AE, par suite du processus d'ioni- 
sation par choc des électrons chauds de la bande de valence. 

Une élévation de la concentration des électrons au sein d’un semi- 
conducteur à forte résistivité. sous l'effet d’un rayonnement lumi- 
neux par exemple, fait croître le courant d'émission. Dans ce cas l'ac- 
croissement du courant dans la région du « plateau » de la caractéris- 
tique courant-tension (fig. 10.9, a) est proportionnel à l'intensité 
1, de la lumière reçue (7, croît de la courbe 7 vers la courbe 5). Quant 
à la caractéristique spectrale du courant d'émission de champ à, (+), 
elle se confond pratiquement avec celle de la photoconductivité 
(v. $ 9.7). L'émission de champ à partir d’un semi-conducteur sou- 
mis à un rayonnement lumineux est une émission combinée appelée 
émission photoélectronique de champ. 

Généralement une élévation de la température de la cathode fait 
croître le courant d'émission par suite de l'augmentation de la con- 
centration des électrons dans la bande de conduction (fig. 10.9. b). 
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C'est seulement pour des échantillons à faible résistivité (pour le 
silicium de type r par exemple), lorsque le gaz électronique est for- 
tement dégénéré, que le courant d'émission ne varie pas avec la tem- 
pérature ou varie par suite d’une variation du travail de sortie effec- 
tif du semi-conducteur. Dans de tels cas l’illumination des échan- 
tillons n'influe ni sur la valeur du courant d'émission de champ, ni 
sur l'allure de la caractéristique courant-tension. Comme il a été établi 
au $ 8.5, la dégénérescence du gaz électronique a lieu lorsque le ni- 
veau de Fermi se trouve à l’intérieur de la bande de conduction. La 
distance énergétique À, (fig. 10.7) entre le bas de la bande de conduc- 
tion et le niveau de Fermi caractérise le degré de dégénérescence du 
gaz électronique dans la couche superficielle d'un émetteur semi- 
conducteur. 

En résolvant l'équation de Poisson pour des conditions aux limi- 
tes données, on peut déterminer la valeur de À,, qui caractérise la 
courbure des bandes: A,, = À, + &. La densité de courant d’émis- 
sion de champ dans la partie rectiligne de la caractéristique courant- 
tension se calcule, de même que pour un métal. à partir de l’expres- 
sion (10.16) en y portant la fonction de Fermi ff (E) compte tenu de 
la valeur trouvée de A,, (fig. 10.7). Dans le cas général la fonction 


de distribution tenant compte de la courbure des bandes est de la 
forme 


fe =[1+ep (Re) TT, (10.17) 


où E est l'énergie d'un électron comptée à partir du bas de la bande 
de conduction ; &, la distance énergétique entre le niveau de Fermi et 
le bas de la bande de conduction à l’intérieur du semi-conducteur 
(& > 0); le niveau de Fermi est considéré comme inchangé jusqu'à 
la surface du semi-conducteur lors de la courbure des bandes. 

En l'absence de dégénérescence (cas d’une faible pénétration du 
champ) la densité de courant d'émission de champ par un semi-con- 
ducteur a pour expression 


Acs KT \1/2 8 V2nm!/2y9/2 
Te 3h 
] E— 2 ss) € xp { x 


“ef 2 ie ne ]}> 0.18) 


où #7 est la concentration des électrons au sein du semi-conducteur ; 
À,,- la distance énergétique entre les positions du bas de la bande de 
conduction au sein du semi-conducteur et sur sa surface; e, la per- 
mittivité relative du semi-conducteur. 

Cette formule comprend la masse m. d’un électron libre bien 
qu’une étude plus rigoureuse exige de tenir compte de la structure 
complexe des bandes et de faire intervenir la masse effective. Mais 
las corrections liées à cette imprécision sont généralement peu impor- 
tantes. L'expression (10.18) montre que la fonction de Nordheim 


jJa=ens exp (5e 
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6 (6) figurant sous le signe d’exponentielle diffère de la fonction 
analogue pour les métaux par le facteur qui dépend de la permittivi- 
té relative de l’émetteur e,. Pour un émetteur semi-conducteur, le 
travail de sortie ep est remplacé par l’affinité électronique 4. Le 
facteur n «exp (A,.,/kT) représente la formule de Boltzmann pour la 
concentration des électrons dans la couche superficielle. Il est évi- 
dent qu’une telle définition n’est admissible que dans le cas où la 
circulation du courant d'émission de champ n'’affecte pratiquement 
pas la distribution d'équilibre thermodynamique des électrons selon 
les énergies (« approximation du courant nul »). 

La formule théorique donnant la densité de courant d'émission 
de champ par un semi-conducteur dégénéré est très compliquée et 
donc ne saurait trouver place ici. 

L'étude de la distribution énergétique des électrons d'émission 
de champ à partir des semi-conducteurs montre que la source d’une 
telle émission peut être constituée 
non seulement par la bande de con- 
duction mais également par la bande 
de valence. Si les conditions d’émis- 
sion sont à peu près identiques pour 
les deux bandes, le spectre des élec- 
trons émis doit comporter deux pics 
séparés par une distance égale à la 
largeur de la bande interdite AE£,. 
En effet, les expériences effectuées sur 
le silicium de type »# ont permis d’ob- 

Fig. 10.10 tenir des spectres à «deux bosses » 

dont les maximums sont distants l’un 

de l’autre de AE, = 1,1 eV (fig. 10.10). Dans le cas du silicium de 
type p, lorsque l’émission de champ n’a lieu qu’à partir de la bande 
de valence, la courbe de distribution énergétique des électrons émis 
présente un seul maximum dont la largeur augmente, comme le mon- 
tre la théorie, avec la tension anodique. Dans le cas de l'émission 
d'électrons à partir de la bande de conduction, l'élargissement du 
spectre avec l'intensité de champ € est lié à l'émission d'électrons 
chauds (v. $ 10.4). La demi-largeur du spectre augmente également 
avec la température, car une élévation de la température conduit à 
une plus forte probabilité d'occupation par les électrons des états 
d'énergie situés au-dessus du bas de la bande de conduction (absence 
de dégénérescence) ou au-dessus du niveau de Fermi (présence de 
dégénérescence). L'’élargissement des spectres d'énergies des élec- 
trons d'émission de champ ne s’observe que lorsque la caractéristi- 
que courant-tension cesse d’être linéaire et il y a une corrélation bien 
déterminée entre l'augmentation de la demi-largeur du spectre et la 
croissance de la chute de tension dans l’émetteur. Pour une largeur 
du spectre AE supérieure à la largeur de la bande interdite on observe 
une brusque croissance du courant d’émission de champ (région 3 
de la caractéristique courant-tension sur la fig. 10.8) liée à l’ionisa- 


494 


tion par choc. Dans certains cas (pour le germanium par exemple} 
on a observé dans le spectre des électrons d'émission de champ des 
pics additionnels que l’on a interprétés comme une émission de champ 
à partir des états de surface. 

Le processus d'émission d'électrons par effet tunnel est prati- 
quement dépourvu d'inertie, mais l'établissement de l'équilibre 
entre les courants de diffusion et de dérive lors de la circulation d'un 
courant d'émission de champ dans un semi-conducteur se caractérise 
par une valeur finie du temps de relaxation. C'est pourquoi dans 
les cathodes à émission de champ il se produit des phénomènes transi- 
toires lorsque la tension anodique est appliquée par impulsions dans 
les régions 2 et 3 de la caractéristique courant-tension de la fig. 10.8. 
Dans la région /, le courant d'émission de champ est indépendant 
du temps. Dans la région 2 il décroît, et dans la région à il croît 
pendant l'impulsion si la tension anodique est constante. Un tel com- 
portement du courant d'émission de champs’explique parles proces- 
sus de peuplement et de dépeuplement des centres de capture des élec- 
trons dans la charge d'espace superficielle ainsi que par le peuple- 
ment et le dépeuplement des états de surface. Un dépeuplement 
progressif de ces centres fait décroître le courant, alors qu’à l'ins- 
tant d'application du champ la libération des électrons piégés aug- 
mente le courant d'émission de champ. La croissance du courant dans 
la région 3 est liée à la multiplication des électrons dans un champ 
interne intense. Les effets résiduels (d’hystérésis) qui se manifestent 
à la suppression et à la réapplication du champ ou à l’illumination 
de l’émetteur sont liés à l’inertie que présente le processus de modi- 
fication de la région de charge d'espace du fait que le remplissage 
des pièges à électrons exige un temps fini. Les temps de relaxation 
du courant dépendent de la concentration des pièges dans l’échan- 
tillon, de sa température et de la tension appliquée à l’émetteur. 
Pour des échantillons de Ge et de Si à forte résistivité, les temps de 
relaxation varient de t & 107 s à t Æ 107 s selon la concentration 
des pièges. 

L'intérêt pratique des cathodes semi-conductrices à émission de 
champ réside dans la possibilité d'obtenir au régime de déplétion 
électronique (région 2 de la caractéristique courant-tension) une émis- 
sion de champ stationnaire pour un vide pas trop élevé (p — 107* Pa) 
pendant de longs intervalles de temps (jusqu’à plusieurs centaines 
d'heures). C’est ainsi par exemple qu'avec le silicium de type r on 
a obtenu une densité stationnaire du courant d'émission de champ 
jusqu’à 10* A/cm°. 


$ 10.3. Emission électronique explosive 


L'émission électronique explosive est un genre particulier d’émis- 
sion d'électrons par effet tunnel dans le vide à partir des métaux et 
des semi-conducteurs. Cette émission a été mise en évidence pour la 
première fois lors de l'étude du perçage du vide dans la gamme d’im- 
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pulsions nanoseconde de haute tension ainsi que dans les expériences 
sur l'émission de champ pour des densités limites de courant dans la 
gamme de microsecondes (Messiats, Fourcey et al., 1971). Il a été 
constaté qu’à un certain instant t, l'émetteur à pointe à émission 
par champ était détruit par le courant d'émission propre et que cette 
destruction s’accompagnait d'une brusque augmentation (de 2 ou 3 
a de grandeur) du courant à travers l’intervalle de vide (fig. 
10.11). 

Le temps {, qui s’écoule entre l’instant d'application de l’impul- 
sion de tension (le temps de montée des impulsions utilisées était de 
l’ordre de 1 ns) et l’explosion de la pointe dépend de l'intensité de 
courant d'émission j, et de l’intensité de champ électrique # 


05 0 + 1664/" 


10€ 10° 0j, Am: 
Fig. 10.11 Fig. 10.12 


(fig. 10.12). Lorsque l'intensité de champ électrique € augmente, le 
temps de retard t, à l’apparition du courant d'émission explosive 
diminue brusquement de telle sorte que le produit jät, reste à peu 
près constant et égal à —4-10° (A°-s)/cm'. Comme le montre la 
fig. 10.11, la variation du courant électronique dans le temps lors 
de l’explosion de la pointe s'effectue en plusieurs étapes: Z, crois- 
sance lente du courant; 2, croissance rapide du courant ; 3, état quasi 
stationnaire; 4, passage à l'arc dans le vide: une brusque augmen- 
tation de la conductance de l’espace cathode-anode. Le courant 
d'émission explosive i£e dans la région quasi stationnaire 3 dé- 
pend fortement (d’après certaines données, suivant une loi exponen- 
tielle) de la densité jA du courant provoquant l'explosion de la 
pointe. En effet, plus forte est j,, plus grand est le nombre de mi- 
crosaillies qui peuvent exploser et plus intenses seront les explosions. 

Le mécanisme de l'émission explosive est le suivant : l'explosion 
de l’émetteur à pointe (ou des saillies microscopiques d’une cathode 
plate en contact avec le vide) fait apparaître près de la surface de la 
cathode un dense amas de plasma qui produit à son tour, par suite 
d'une séparation rapide de ses charges, une forte charge d'espace 
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positive près de la surface de la cathode, cette charge constituant 
une source de champ supplémentaire. Ainsi la croissance du courant 
sur la partie 2 (t > t,) est liée à Pémission de champ de la charge 
d'espace. La durée limite de l'impulsion de courant d'émission explo- 
sive Tee se détermine par la vitesse de séparation des charges du 
plasma r,, et par la distance d entre la cathode et l’anode: ter Æ 
& d'vy. Pour v,\ & (2 à 3):10* m-s”' et d de quelques dixièmes de 
centimètre la valeur de t££ se mesure par quelques dixièmes de 
microseconde. 

Dans certaines expériences faisant appel à des oscillographes très 
rapides et aux appareils d'optique électronique à haute résolution 
on a réussi à établir que l’instant t, de croissance du courant sur la 
partie 2 coïncide avec l'apparition à la surface de la cathode d’amas 
de plasma lumineux (« flammes cathodiques ») qui s’élargissent avec 


AMr-10 kg 
N=0 
N=1 
à 10% 2-10 S:10Nimp 
a) à 
Fig. 10.13 Fig. 10.14 


une vitesse d'environ 2-10* m/s faiblement dépendante de la tension 
anodique. Avant que la « flamme cathodique » n'atteigne l’anode, 
une « flamme anodique » résultant du bombardement de l’anode par 
un flux intense d'électrons rapides commence à se déplacer à sa ren- 
contre. 

L'explosion de la pointe entraîne une consommation du maté- 
riau de la cathode, c’est-à-dire un changement irréversible de son 
état. Néanmoins, les valeurs des courants d'émission explosive se 
répètent assez bien d’une impulsion à l’autre du fait que la quantité 
du matériau consommée à chaque explosion est très petite. Lorsque 
le champ régnant à la surface de la cathode est suffisamment fort, 
il se produit une autoreproduction des centres émetteurs. De tels 
centres sont représentés par des pointes submicroscopiques qui appa- 
raissent sur la surface lors de la condensation du matériau après 
l'explosion ou sont extraites par le champ de la phase liquide de 
l'émetteur fondu par son propre courant d'émission de champ (fig. 
10.13). La masse du métal perdue par la cathode peut être déterminée 
d'après les microphotographies de la pointe prises avant et après 
l'explosion. La fig. 10.13 montre les profils de la pointe après N 
claquages. Ces profils sont obtenus pour une pointe de molybdène 
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pour des impulsions de tension anodique de {0 ns et de 30 KV, pour 
deux valeurs de la distance cathode-anode : 3,5 mm (a) et 1 mm (b). 
On voit que le rayon r de la pointe augmente avec le nombre de mi- 
ses sous tension. À chaque nouvelle explosion un nouveau système 
de saillies microscopiques se forme sur la surface de la cathode. La 
variation de la quantité AM, du matériau perdu par la cathode pen- 
dant une impulsion en fonction du nombre W de mises sous tension 
est montrée sur la fig. 10.14 (la courbe Z se rapporte au cuivre, la 
courbe ? au molybdène). On voit que l'érosion de la cathode est plus 
faible pour un matériau à plus haute conductibilité et que la prin- 
cipale diminution de la masse AM, a lieu pour de faibles valeurs de 
N (région Z), après quoi cette valeur se stabilise (région 71). Le rayon 
r du sommet de la cathode atteint dans ce cas une valeur de l’ordre 
de 10 um. Dans la région 77, la valeur de AM, est voisine de la mas- 
se perdue par explosion dans le cas du perçage du vide entre les 
électrodes planes. Pour une densité de courant jf — 3-107 à 
4-108 A/cm° et d = 0,3 à 1 mm, une cathode en molybdène perd (2 à 
6)-10-8 kg/C. La masse AW, ne dépasse pas — 107" kg. Dans le cas 
d'une pointe en tungstène, pour jre Æ 10° A/cm° et une durée de 
l'impulsion de tension anodique de l’ordre de 10-85, la valeur moyen- 
ne de la masse AA, est comprise entre 10-1% et 10-11 kg suivant le 
rayon de la pointe et les conditions dans lesquelles s’effectue l’ex- 
plosion. 

Lors de l'émission explosive l'intensité de champ près de la ca- 
thode est d'au moins 5-10° V/m, alors que la densité de courant j£e 
est de l'ordre de 107 A/cm°, ce qui est inférieur à la valeur limite de 
la densité de courant d’émission de champ (j14 Æ 10° A/cm°). Pour- 
tant la valeur totale du courant ik£ prélevé à la cathode lors de 
l'émission explosive peut être supérieure de deux ordres de grandeur 
au courant d'émission de champ. Ceci tient à la plus grande surface 
émissive qui se détermine par la région de la cathode en contact 
avec la couche de plasma. Le spectre énergétique des électrons 
d'émission explosive est plus large que celui des électrons d’émis- 
sion de champ, ce qui s'explique par l'interaction des électrons émis 
par champ avec la couche de plasma dense. Les sources d'émission 
explosive peuvent être constituées non seulement par des pointes mé- 
talliques mais également par des pointes semi-conductrices (Ge, Si 
et autres) ainsi que par des cathodes métalliques liquides. Dans ce 
dernier cas on peut créer artificiellement sur la surface d’un métal 
liquide (gallium, par exemple) des hétérogénéités microscopiques de 
dimensions contrôlables. On y arrive en excitant sur la surface du 
liquide des ondes stationnaires à l’aide d’un cristal piézo-électrique 
oscillant à une fréquence de l’ordre de 10 MHz. Les cathodes liquides 
permettent d’obtenir des courants d'émission explosive jusqu’à 
105 A avec une reproductibilité meilleure que 5 %. On utilise égale- 
ment des cathodes dans lesquelles la décharge provoquant l’émis- 
sion explosive se propage sur la surface d’un diélectrique recouvert de 
grille métallique. 
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Ainsi, l'émission explosive n'est autre que l'émission par champ 
d'impulsions d'électrons à travers un nuage de plasma qui entoure 
la cathode, dont la production nécessite l’explosion des pointes 
microscopiques par le propre courant d'émission de champ. Le 
mécanisme de l'émission explosive est donc celui de l'émission de 
champ qui se développe en deux étapes: initiale et finale. Si la ten- 
sion anodique s'élève indéfiniment, l'émission de champ se trans- 
forme toujours en émission explosive. Les cathodes à émission ex- 
plosive fonctionnent généralement pour des tensions allant de quel- 
ques dizaines de kilovolts à plusieurs dizaines de mégavolts et pour 
des impulsions de durée de l’ordre de la nanoseconde. Comme la 
déionisation du plasma et la formation de nouvelles saillies micro- 
scopiques exigent un certain temps, les cathodes à émission explosi- 
ve ne peuvent fonctionner qu'en régime de mise sous tension unique 
ou de faible fréquence de répétition. Elles sont généralement utili- 
sées, en forme de cathodes à plusieurs pointes. pour l'obtention de 
forts courants dans les accélérateurs d'électrons pulsés, dans les 
tubes à rayons X, dans des lasers à gaz de grande puissance ainsi 
que pour la production de faisceaux électroniques puissants dans les 
installations de fusion thermonucléaire contrôlée. 


$ 10.4. Emission d’électrons chauds par des couches 
diélectriques minces sur support métallique, 
par des structures métal-diélectrique-métal 
et semi-conducteur-métal 


Emission d’électrons par des couches diélectriques minces dans 
un champ électrique fort. — Un champ électrique intense, suffisant 
pour faire apparaître une émission appréciable d'électrons par effet 
tunnel est généralement produit près de la surface d’un métal soit 
par une forte différence de potentiel appliquée entre une cathode à 
pointe et l’anode (émission de champ), soit par une charge d'espace 
des ions positifs contenus dans la couche de plasma enveloppant la 
surface de la cathode (émission explosive). Il existe encore un pro- 
cédé permettant de créer un champ intense, à savoir l’utilisation de 
couches diélectriques minces portées sur un support métallique. En 
portant la surface de diélectrique à un potentiel positif de plusieurs 
dizaines ou même centaines de volts, on peut obtenir à la surfa- 
ce du support métallique, pour une faible épaisseur de la couche 
(L & Îum), des intensités de champ € atteignant 108 à 10° V/m. 
Une charge positive peut être induite sur la surface libre d'un diélec- 
trique à l’aide de l'émission électronique secondaire avec un taux 
6 > 1 (v. $ 10.8), d’un faisceau ionique (dépôt d'ions sur la surface) 
ou de l'émission photoélectronique (v. $ 10.7). Un champ électrique 
fort peut également s'obtenir dans un système de type « sandwich », 
en portant sur la surface d’un diélectrique une grille métallique 
(système MDG) ou en déposant par évaporation une mince couche 
de métal transparente aux électrons (système MDM). Dans un sys- 
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tème semi-conducteur-métal connu sous le nom de diode à barrière 
ou de diode Schottky. on peut assurer l’émission d'électrons dans 
le vide si l’on réduit le travail de sortie du métal à une valeur in- 
férieure à la hauteur de la barrière de potentiel de contact. Dans ce 
cas, les électrons chauds ayant traversé la barrière peuvent quitter 
l'émetteur si l'épaisseur de la couche métallique est inférieure à 
leur libre parcours. Les électrons peuvent également être émis par 
effet tunnel quantique à partir du semi-conducteur dans le métal à 
travers la barrière de potentiel au contact de ces corps. 
Commençons par étudier l'émission d'électrons par une mince 
couche diélectrique portée sur un support métallique et chargée 
positivement. Comme il a été indiqué ci-dessus, cette couche peut 
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Métal À Diétectrique \Vide 
Fig. 10.15 Fig. 10.16 


être chargée, par exemple, au moyen d'un bombardement électroni- 
que avec un taux d'émission électronique secondaire 6 > 1. L'ar- 
rachement d'électrons de préférence à la couche superficielle de la 
cible conduit à l'accumulation de la charge positive dans cette cou- 
che. L'émission d'électrons à partir d’un film diélectrique (couche 
de AÏ,0; déposée sur un support d'aluminium et recouverte d’un 
film de Cs,0) a été observée pour la première fois par Malter (1936) 
et a reçu le nom d'émission de Malter ou d'effet Malter. On a cons- 
taté par la suite que cette émission peut avoir lieu à partir de nom- 
breuses autres couches diélectriques (B,0;. KCI, MgO. quartz, mica, 
etc.) déposées par différents procédés sur la surface d’un métal (Ni, 
Al, Ta. Cr, Cu et autres). L'épaisseur Z des couches diélectriques se 
situe généralement entre 10-* et 10-5 m. Le potentiel V de la surface 
est dans ce cas de 10 à 100 V. 

La charge superficielle positive et son image électrique dans le 
support métallique engendrent dans la couche diélectrique un champ 
électrique dont la valeur moyenne de l'intensité (€) = V/L & 10° 
à 10% V/m (courbe 7 de la fig. 10.15). Le champ d'une telle intensité 
est insuffisant pour assurer une émission de champ des électrons du 
métal dans le diélectrique. Cependant il rend possible l’auto-ionisa- 
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tion (ou l'ionisation électrostatique) des impuretés donatrices (flè- 
che 7 de la fig. 10.16) qui conduit à l’apparition d’une charge d'espa- 
ce positive. L'accumulation de telles impuretés et donc de la charge 
d'espace des impuretés ionisées dans la région du diélectrique en 
contact avec le métal peut provoquer une redistribution du champ 
dans la couche diélectrique (courbe 2 de la fig. 10.15). La plus gran- 
de partie de la tension appliquée chutera alors dans la région de 
contact OA (couche d'épaisseur L, Æ 0,1 um). l'intensité de champ 
atteindra une valeur de € & 5-10° V/m, c’est-à-dire que seront 
réalisées les conditions nécessaires pour l'émission d'électrons par 
effet tunnel du métal dans le diélectrique (flèche 2 de la fig. 10.16). 
Une telle intensité de champ excède les tensions de claquage pour 
la plupart des diélectriques mais on sait que pour L << 10-*m. les 
valeurs de claquage de l'intensité de champ accusent une brusque 
croissance (effet de croissance de la rigidité diélectrique). c'est-à-dire 
que des couches très minces sont capables de supporter des champs 
d'intensité supérieure à celle de claquage (). La redistribution du 
champ dans le diélectrique due à l'apparition de la charge d'espace 
prend un certain temps pour la formation de cette charge. C'est ce 
qui détermine probablement l'inertie que présente l'établissement 
du courant d'émission de Malter. 

Le passage du courant d'émission de champ à travers le diélectri- 
que accélère les électrons dans la couche, c'est-à-dire fait apparaître 
des électrons dont l'énergie est suffisante pour assurer l’ionisation 
par choc dans la bande de valence. Il en résulte également une aug- 
mentation de la charge d'espace. En outre on doit tenir compte du 
fait que la surface du métal sur laquelle on dépose une couche di- 
électrique n’est pas parfaitement lisse. Les bosses et les saillies du 
type de pointes microscopiques que présente la surface amplifient 
l'intensité locale du champ de h;/r fois, où , est la hauteur de la sail- 
lie, r, le rayon de courbure de son extrémité. Une surface métallique 
plane rugueuse se caractérise par une distribution statistique des 
saillies microscopiques selon la valeur de hr. 

La mesure des spectres électroniques de l'émission de Malter 
montre qu'ils comportent des groupes d'électrons émis par effet 
tunnel à partir du métal et accélérés par la différence de potentiel 
totale V dans la couche diélectrique. Il est évident que ces électrons 
traversent la couche diélectrique sans subir des collisions et ne sont 
pas captés par la charge d'espace positive, si bien que la surface 
reste chargée positivement. Un autre groupe renferme des électrons 
lents qui peuvent être piégés à la surface. Ces derniers sont créés par 
suite de la diffusion des électrons rapides au sein de la couche. Les 
électrons rapides peuvent également faire naître des électrons secon- 
daires vrais dans la région de contact diélectrique-vide. Si un équi- 
libre s'établit entre le nombre d'électrons lents captés par la charge 

@) Cet effet Lient à ce que pour de petites épaisseurs L les électrons ne 


peuvent pas acquérir dans le champ l'énergie -# L nécessaire pour déclencher le 
processus d'ionisation par choc. 
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superficielle positive et le nombre d'électrons secondaires vrais qui 
quittent la surface, la charge superficielle est automatiquement 
entretenue par le courant d'émission. Dans ces cas l'émission de 
Malter subsiste longtemps même après la suppression du faisceau 
d'électrons primaires qui chargent le film par l'émission électronique 
secondaire. Une élévation de la température de l'émetteur peut 
provoquer, en plus de l’émission de champ, l'émission thermoélec- 
tronique à partir du métal dans le diélectrique (flèche 3 de la fig. 
10.16) et, dans des champs suffisamment forts, les passages par ef- 
fet tunnel des électrons de la bande de valence du diélectrique dans 
la bande de conduction (flèche 4 de la fig. 10.16). 

Jusqu'ici la couche diélectrique a été considérée comme continue. 
Or, les couches diélectriques réelles obtenues par pulvérisation peu- 
vent présenter une structure poreuse. Les couches à grand volume des 
pores (jusqu'à 90 % et plus de volume total) peuvent s’obtenir par 
exemple par dépôt de « flocons » de MgO sur un support, en brälant 
Mg dans l’air atmosphérique ou en déposant par pulvérisation des 
films alcalino-halogénés (KCI, NaCI, CsI et autres) en atmosphère 
de gaz inerte (Ar par exemple) à une pression d'environ 100 Pa. 

Dans un diélectrique poreux le courant peut croître en avalanche 
par suite d’une multiplication des électrons dans les pores par émis- 
sion électronique secondaire. Lors de son déplacement dans les po- 
res, un électron peut être accéléré par le champ régnant dans le film 
jusqu'à une énergie suffisante pour arracher en moyenne plus d’un 
électron secondaire (o > 1). Ces électrons sont accélérés à leur tour 
par le champ et produisent des électrons « tertiaires », et ainsi de 
suite. La charge positive qui se forme sur les parois estneutralisée par 
le départ des trous vers le support à travers la masse du diélectrique. 
La recombinaison des trous et des électrons provoque une lumines- 
cence qui accompagne l'émission électrostatique d'électrons à partir 
des diélectriques poreux. Les photons d'émission de recombinaison, 
qui viennent frapper le support, peuvent provoquer un effet photo- 
électrique. c’est-à-dire créer des électrons « germes » nécessaires au 
développement de nouvelles avalanches dans la couche. Lorsque 
des relations déterminées entre le rendement quantique de l'effet 
photo-électrique Ÿ, la probabilité d'émission de recombinaison d’un 
photon w, et le nombre moyen de paires électron-trou (6 ) créés dans 
la couche par un électron germe sont réalisées, un régime d'émission 
stationnaire auto-entretenue peut s'établir dans le système. Il est 
évident que ceci a lieu si Yw, (6) = 1. En faisant varier l'intensité 
de champ &€ dans la couche, on peut régler l'énergie acquise par les 
électrons lors de leur mouvement dans les pores et donc la valeur 
de (6). Des couches poreuses de MgO de quelques dizaines de micro- 
mètres d'épaisseur, obtenues par pulvérisation et soumises à un 
traitement en atmosphère d'oxygène à une température de 800 K, 
assurent une émission stable avec une densité de courant de 
5 mA/cm° pendant quelques milliers d’heures. La charge préa- 
lable de la surface se réalise à l’aide de bombardement électronique. 
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Les couches poreuses de MgO ont servi de base pour la réalisation 
de cathodes non chauffées pour les tubes électroniques. Les couches 
diélectriques poreuses sont également utilisées dans des tubes de 
prise de vues de télévision type « secon ». Dans ces appareils l'am- 
plification du courant de travail est assurée grâce au phénomène de 
conductibilité par électrons secondaires, c'est-à-dire par la multipli- 
cation des électrons dans les pores lorsqu'ils se déplacent de la 
surface du diélectrique chargée négativement vers le support mé- 
tallique qui joue dans ce cas le rôle du collecteur d'électrons (Stern- 
glas, Goetsé, 1962). 

Emission d’électrons par une structure métal-diélectrique-métal 
(MDM). — Une couche diélectrique mince D (L; = 5 à 20 nm) 
déposée sur une électrode métallique massive (base) M, et recouverte 
d'un film métallique mince W, (L, Æ 20 nm) constitue une struc- 
ture ayant la propriété d'émettre des électrons lorsqu'elle est sou- 
mise à une faible différence de 
potentiel (V & 5 à 20 V) appli- 
quée entre les électrodes métal- 
liques (fig. 10.17. a). A basse 
température le courant i4,. tra- 
versant toute la structure MDM 
n'est créé que par des électrons 
passant par effet tunnel du mé- 
tal dans la bande de conduction 
du diélectrique (fig. 10.17, b). 
Si la polarité de la tension ap- 
pliquée est telle que le film mé- 
tailique mince A, se trouve 
porté à un potentiel positif, la 
structure MDM peut émettre des 
électrons dans le vide. 

Pour des valeurs indiquées de 
l'épaisseur du diélectrique et de 
la tension appliquée à la couche, 
l'intensité de champ à la surface 
du support peut atteindre 10° V/m, ce qui permet la réalisation de 
l'émission de champ. Lorsque la température de la structure s’élève, 
on peut observer. en plus de l'injection des électrons dans la bande 
de conduction du diélectrique résultant uniquement de l'effet tun- 
nel (flèche 7 de la fig. 10.17, b), encore des transitions dues à l’émis- 
sion thermoélectronique renforcée par champ (flèche 2) depuis des 
niveaux situés au-dessus du niveau de Fermi et des transitions par 
dessus la barrière de potentiel dont la hauteur est diminuée par effet 
Schottky (flèche 3). 

Dans la couche diélectrique, les électrons diffusent sur les vi- 
brations du réseau (phonons), les joints de grains (si le film diélec- 
trique n'est pas un monocristal), les différents pièges, enfin, sur la 
surface de séparation diélectrique-métal. Ayant pénétré dans l’élec- 


b) 
Fig. 10.17 
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trode métallique mince /,, les électrons réchauffés par le champ 
subissent une diffusion par les phonons et les électrons de conduction. 
Si l'énergie Æ des électrons chauds n'excède pas 2 eV, le rôle prin- 
cipal est joué par les collisions avec les phonons (le libre parcours 
moyen Lphon de diffusion par les phonons est de l’ordre de 10 nm). 
Dans ce cas la traversée du film M, a un caractère de diffusion. 
Pour E > 2 eV. un rôle important revient à des interactions entre 
les électrons à l'intérieur de la bande. Le libre parcours moyen ac- 
cuse dans ce cas une brusque diminution. Toute interaction entre 
un électron « chaud » et un électron de la bande de conduction entrai- 
ne une perte d'énergie telle que l’électron n’est plus en mesure de 
surmonter le travail de sortie ep. du film métallique. Ceux des 
électrons chauds qui ont réussi à sortir dans le vide traversent le 
film sans collisions (« traversée balistique »). Pour des énergies en- 
core plus hautes (E > 10 eV) des électrons chauds un mécanisme 
possible de diffusion dans l’électrode métallique peut être constitué 
par l'excitation d'oscillations de plasma du gaz électronique. 

Les principales structures MDM émettrices sont: Al-A1,0,-Al, 
AI-ALO,;-Au, AI-A1,0;-Pt. Au-BN-Au, Cr-SiO.-Al. Be-BeO-Au et 
certaines autres. Pour une efficacité de l'émission ® ÿ & 10-° à 
10-5 et un rendement économique près de 0,1 mA/W, la densité de 
courant émis par les structures MDM j; & (1 à 50) mA;:cm*. Ces va- 
leurs correspondent à une tension V Æ 10 V appliquée à la cathode 
a sandwich » et à un travail de sortie ep, — 5eV du film métallique 
supérieur. Les caractéristiques courant-tension des structures MDM 
présentent généralement une allure exponentielle. Dans certains cas, 
pour de fortes tensions elles comportent des régions de saturation 
du courant. alors que dans la région des courants faibles on observe 
une variation linéaire du courant tunnel en fonction de la tension 
appliquée à la couche. Pour des films diélectriques très minces, la 
densité de courant tunnel (traversant la structure de part en part) 
peut atteindre 10 A/cm*. La variation de ce courant en fonction de 
la tension inverse prend l'allure des courbes de Fowler-Nordheim, ce 
qui confirme que le courant tunnel a pour origine l'émission de champ. 
La distribution des électrons selon leur énergie présente. pour une 
énergie de 0,5 à 0,8 eV, un maximum ayant une demi-largeur de 
1 à 1,5 eV. 

Emission d’électrons par une structure semi-conducteur-métal. 
Un diagramme énergétique du contact semi-conducteur-métal a été 
représenté sur la fig. 9.26, b. Le schéma de branchement d'un émet- 
teur réalisé à base d'une diode Schottky polarisée en direct est mon- 
tré sur la fig. 10.18. Si le travail de sortie ep,, de la surface métalli- 
que est abaissé à la hauteur de la barrière de potentiel de contact 
®, un tel système peut servir de source d'électrons chauds. L'échauf- 
fement des électrons se fait dans la barrière de potentiel de contact. 


() Par efficacité de l'émission d’une cathode on entend le rapport du 
courant d'émission ie au courant total i- traversant l'échantillon. 
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Le courant d'émission a pour valeur 
le = êtr EXP (—Lmlm) (10.19) 


où it est le courant à travers toute la structure (courant venant du 
semi-conducteur dans le métal); L,, l'épaisseur du film métallique ; 
Im la longueur d’« absorption » des électrons dans le métal (par- 
cours sur lequel le nombre d'électrons diffusés devient e fois plus 
etit). 
F Le courant à travers la structure se détermine non seulement par 
le courant de Schottky, par-dessus la barrière, mais aussi par l'émis- 
sion d'électrons par effet tunnel à travers la barrière. Comme les 
électrons transmis dans le 
métal par effet tunnel ne 
possèdent pas une énergie 
suffisante pour sortir dans 
le vide, le courant tunnel EÆ 
ne fait que réduire l’effi- Es 
cacité de la cathode consi- 


Anode 


dérée. E 
Pour diminuerletravail 7 . 
de sortie du métal on dé- conducteur V Meta Vide 
pose sur sa surface par pul- de type n_ 7747 Lee 
vérisation un film polyato- L—, 
€ 


mique de baryum, de cé- 
sium ou d'oxyde de ba- 
rvum. C'est ainsi que le 
dépôt de Cs sur Pt abaisse 
le travail de sortie à —1,4 eV. On a étudié les systèmes tels que 
GaP-Ir, Cs; ZnS-Pt, Cs; GaP-Ag, Cs, et autres. La densité de cou- 
rant d'émission était de l’ordre de (10-* à 10-5%) A/cm* pour une ef- 
ficacité y — 10-5 à 10°. Les valeurs si faibles de l'efficacité s'ex- 
pliquent par une forte diffusion des électrons chauds dans le métal 
ainsi que par la composante de recombinaison du courant à travers 
la diode Schottky. 

L'émission d'électrons chauds par une diode Schottky à semi- 
conducteur de type #7 s'observe également lors de sa polarisation en 
sens inverse. Dans ce cas les électrons chauds se déplacent du métal 
vers le semi-conducteur. En diffusant sur les phonons, c'est-à-dire 
en changeant la direction de leur impulsion. une partie des électrons 
qui se déplacent au voisinage de la surface ouverte peut sorlir dans 
le vide. Il est évident que leur énergie doit être supérieure à l'affi- 
nité électronique de la surface du semi-conducteur. Le contact entre 
un métal et un semi-conducteur de type p à large bande a lui aussi 
la propriété d'émettre des électrons. En le polarisant en sens inverse 
et en assurant une concentration suffisante des électrons dans le 
semi-conducteur de type p, par exemple à l'aide d’une jonction 
p-n la plus proche, par excitation optique ou par claquage en ava- 
lanche de la diode Schottky, on peut obtenir l'émission d'électrons 


Fig. 10.18 
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à partir du semi-conducteur dans le vide à travers le métal. L'emploi 
d'un semi-conducteur à large bande s'explique par la nécessité de 
créer dans la région de courbure des bandes, près du contact semi- 
conducteur-métal, un champ électrique fort qui puisse échauffer les 
électrons à une température 7’, suffisante pour la sortie dans le vide. 
D'un autre côté, il faut que les électrons chauds ne participent pas 
à l'ionisation par choc des atomes du semi-conducteur. On y arrive 
à condition que AE,=> (1/2 à 2/3) y. 


$ 10.5. Emission d'électrons chauds 
par des semi-conducteurs homogènes 
et par des jonctions p-n 


A l'équilibre, à une température voisine du zéro absolu, un solide 
ne peut émettre des électrons que par effet tunnel à travers la barrière 
de potentiel. Dans toutes les espèces d'émissions excepté celle de 
champ. pour assurer l'émission d'électrons dans le vide il faut que 
leur énergie à l’intérieur du solide soit supérieure au travail de sortie 
ep (pour les métaux) ou à l’affinité électronique x (pour les semi- 
conducteurs et les diélectriques). Dans le cas de l'émission thermoélec- 
tronique à partir des métaux et des semi-conducteurs (v. $ 10.9) 
cette condition est réalisée par chauffage du solide à une tempéra- 
ture convenable. La température 7, du gaz électronique augmente 
alors en même temps que la température 7 du réseau cristallin 
(dans les semi-conducteurs la concentration n des électrons dans la 
bande de conduction augmente elle aussi). L'élévation de 7 a pour 
effet d'augmenter le nombre d'électrons possédant une énergie 
E > ep (ou x). Ce sont précisément ces électrons contenus dans la 
« queue » de la fonction de Maxwell qui sont émis dans le vide en 
tant que thermoélectrons. Le processus d'émission thermoélectroni- 
que peut être considéré comme quasi équilibré si les courants thermo- 
électroniques débités ne sont pas très forts. 

Dans un semi-conducteur, la température 7, du gaz électronique 
peut être élevée sans procéder au chauffage du réseau cristallin. 
En faisant appel à un champ électrique, on peut modifier de façon 
appréciable la fonction de distribution des électrons dans le semi- 
conducteur suivant les énergies f (E), c'est-à-dire échauffer le gaz 
électronique en laissant pratiquement inchangée la température du 
réseau. À cet effet, il faut produire dans l'échantillon un champ 
électrique € suffisamment fort et agissant sur les électrons pendant 
un intervalle de temps tel que l'équilibre thermodynamique entre le 
gaz électronique « surchauffé » et le réseau n'arrive pas à s'établir. 
Il est évident que les électrons chauds d'énergie £ > p£/2m* (m*° 
étant la masse effective de l’électron) ne peuvent quitter le semi- 
conducteur que pendant un temps non supérieur au temps de leur 
« refroidissement » (thermalisation) qui est compris, comme on le 
sait, entre 10-1* et 10- s. Pour éviter un échauffement anormal de 
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l'échantillon, pendant les intervalles entre les applications du champ 
électrique le réseau doit céder au milieu environnant l'énergie qui va 
été dissipée. e 

Le chauffage du gaz électronique dans un champ électrique est le 
processus de prélèvement de l'énergie par les électrons à ce champ 
lorsque le semi-conducteur est parcouru par un courant modulé 
en impulsions ou est soumis à des impulsions de puissance UHF. 
L'électron s'accélère lorsqu'il se déplace en sens inverse du champ ou 
à un certain angle supérieur à 90° () par rapport au champ. L'accé- 
lération se fait sur le libre parcours de l’électron. Ce parcours a une 
certaine valeur caractéristique du semi-conducteur donné, qui dé- 
pend de la forme d'interaction prédominante. Un électron peut ex- 
citer des vibrations des atomes du réseau (interaction avec les pho- 
nons acoustiques ou optiques), diffuser sur les centres d’impuretés 
et interagir avec d'autres électrons. Les collisions avec le réseau 
sont presque élastiques (quasi élastiques), c'est-à-dire que la partie 
de l'énergie transférée au réseau est très petite devant l'énergie to- 
tale de l’électron. Néanmoins ces collisions peuvent modifier brus- 
quement l'impulsion p de l'électron. Ce processus rend « chaotique » 
l'énergie reçue de la part du champ. c'est-à-dire élève la tempéra- 
ture T', du gaz électronique. Lorsque le solide est soumis à un champ 
électrique, l'énergie moyenne d'un électron obéissant à la distribu- 
tion maxwellienne des énergies électroniques n'est plus égale à 
3/2 KT, et la fonction de distribution n'est plus celle d'équilibre, 
elle peut avoir en particulier un caractère non maxwellien. Dans ces 
conditions. la notion de température T, du gaz électronique n’est 
pas rigoureuse. 

Dans chaque cas concret la fonction de distribution hors d'équi- 
libre est à rechercher en résolvant l’équation cinétique de Boltzmann 
(v. $ 9.1) en tenant compte des propriétés d’un semi-conducteur 
donné. Ces propriétés sont introduites au second membre de l’équa- 
tion de Boltzmann (intégrale de collisions) sous forme de la loi de 
dispersion £ = E (p), c’est-à-dire de la variation de l'énergie d'un 
électron dans la bande de conduction en fonction de son impulsion, 
ainsi qu’en tenant compte des mécanismes de diffusion, c'est-à-dire 
sous forme des probabilités de diverses transitions collisionnelles 
(phonons optiques et acoustiques, interactions électron-électron uni- 
partielles, interactions collectives liées à l'excitation des plasmons. 
etc.). Une équation intégro-différentielle complexe de Boltzmann ne 
peut être résolue que pour certains cas particuliers. Il est donc im- 
possible d'obtenir pour la densité de courant d'électrons chauds une 
formule générale applicable à tous les semi-conducteurs. 

Le passage d’un courant électrique fait perdre sa symétrie sphé- 
rique à la fonction de distribution selon les impulsions f (p). Cette 
fonction est généralement représentée par un développement en 


(1) Le sens en du champ 8 est opposé à celui de la force # = 8 exercée 
sur l'électron du fait que celui-ci est chargé négativement. 
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série suivant les polynômes de Legendre P (cos 8): 


œ 


L()= À fn () Pa (cos 0), (10.20) 


où Ÿ est l'angle formé entre le vecteur impulsion p de l'électron et 


la direction du champ é. 

En pratique, du fait de la quasi-élasticité des collisions électron- 
phonon qui sont en règle générale prédominantes dans un semi- 
conducteur à faible concentration des électrons, la fonction f (p) ne 
diffère que très peu d'une fonction sphérique, c'est-à-dire que les 
coefficients décroissent rapidement lorsque À augmente. En ne 
gardant que les deux premiers termes, on peut écrire 


Î (p) = fo (P) + f (p) cos ®, (10.21) 


où fo (P), f, (p) cos Ÿ sont respectivement la partie pourvue et la par- 
tie dépourvue de symétrie sphérique. 

L'expression (10.21) correspond à l’approrimation de dijfusion. 

La vitesse moyenne de l'agitation thermique des électrons dans 
un solide étant beaucoup plus grande que leur vitesse de dérive moyen- 
ne, la partie symétrique de la fonction de distribution est beaucoup 
plus grande que sa partie asymétrique, c'est-à-dire que f, (p) > 
> f (p). La fonction f, (p) détermine la distribution des électrons 
selon leur énergie, alors que la fonction f, (p) caractérise la valeur 
du courant électrique circulant dans le semi-conducteur. Le « terme 
de courant » n’est pas cependant directement lié à l'émission d'’élec- 
trons. L'émission d'électrons chauds a lieu non parce que la fonc- 
tion f (p) comporte une partie asymétrique f, (p), mais parce qu'en 
présence du courant la partie symétrique f, (p) de la fonction se 
caractérise par une température plus élevée que la fonction de dis- 
tribution en équilibre lorsque le courant est nul. 

C'est pourquoi, pour calculer la densité de courant d’émission 
d'électrons chauds jgec, il faut remplacer dans la formule la fonc- 
tion f (p) par la fonction f, (p): 


jeec=en(1—(R) | dp, | dp. | ip) 5 dp. (10.22) 
- © 0 Py 


où (A ) est le coefficient de réflexion sur la barrière de potentiel au 
contact semi-conducteur-vide moyenné sur le spectre d'électrons 
chauds; p,, la composante normale à la surface de l’impulsion de 
l'électron; m*, la masse effective de l’électron. 

Il s'ensuit que le courant d'émission d'électrons chauds ne dépend 
pas de la direction du vecteur champ électrique € par rapport à la 
surface de l'émetteur. L’échauffement des électrons peut être obtenu 
tant à l’aide d’un champ électrique perpendiculaire à la surface de 
l'émetteur (comme dans le cas de l’émission de champ) qu'à l’aide 
d'un champ parallèle à la surface. Dans ce dernier cas l'intensité 
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du champ de « chauffage » à mettre en jeu est plusieurs fois plus éle- 
vée que celle du champ perpendiculaire. 

Dans l'expression (10.22) la Borne inférieure de l'intégrale par 
rapport à dp, est prise égale à px — (2m°x)1/? parce que les électrons 
pouvant sortir dans le vide sont seulement ceux dont l'énergie liée à 
la composante normale à la surface de l'impulsion est supérieure 
ou égale à l’affinité électronique x. Bien que la borne supérieure de 
cette intégrale soit désignée par +, en pratique la fonction f, (p) 
est voisine de zéro pour p > (2m°AËE,)!/?, ce qui résulte du fait que 
pour des énergies E > AE, des élections chauds le processus d'io- 
nisation par choc des électrons de la bande de valence coupe brusque- 
ment la « queue » de la fonction de distribution. Le rapport de la 
masse effective de l’électron m? = m* à la masse effective du trou 
my ayant une valeur finie, une partie de l'énergie cinétique de l'élec- 
tron est transférée au trou. Ceci explique pourquoi la valeur de seuil 
de l'énergie d’ionisation par choc est légèrement plus grande que la 
largeur de la bande interdite : 


E;# AE! [1 — (m*/m)]. (10.23) 


Par exemple, pour ma/mÿ — 1/3, l'énergie ÆE; — (3/2) AE. 
Cette valeur de Æ; est assez typique. L'émission d'électrons chauds 
peut avoir lieu si 

E; = (3/2) AE,> 7. (10.24) 


Pour une surface propre de silicium % = 3,2 eV. Un traitement 
aux vapeurs de césium permet d’abaisser y à une valeur inférieure 
à 1.6 eV. Pour AE, = 1,1 eV on a E; = 1.65 eV. c'est-à-dire que la 
condition (10.24) peut être satisfaite. Elle l’est également pour une 
surface propre de SiC (4/£; — 0,9). Pour CdS, le rapport x/£; — 0.5 
et pour l'oxyde de baryum BaOQ activé à Ba, #/E; = 0,12. Les 
expériences confirment que pour des champs d'intensité € & 10° V'm 
il se produit une faible émission d'électrons chauds tant par des 
monocristaux que par des films de CdS déposés sur un support. La 
densité de courant d'émission est de (10-* à 10-*) A/cm° dans l'hy- 
pothèse où l'émission se fait à partir de toute la surface. L'effica- 
cité y = 10%. Une cathode non chauffée en BaO permet d'obtenir 
pour # — (6à 8)10° V/m des intensités de courant de plusieurs 
ordres de grandeur plus élevées, à savoir (3 à 4) A/cm° avec une ef- 
ficacité y —= (10 à 50) %. La fonction igec (V) a généralement un 
caractère exponentiel pour V< (15 à 50) V. après quoi le courant 
passe à saturation. L'épaisseur optimale du film de BaO vaut quel- 
ques dizaines de monocouches. 

Une étude théorique rigoureuse de l'émission d'électrons chauds 
à partir des semi-conducteurs est un problème bien difficile à résou- 
dre. Une estimation simple de l'énergie des électrons chauds (ou de 
leur température T,) peut s'obtenir à partir de l'équation du bilan 
des puissances: la puissance reçue par les électrons de la part du 
champ lors du passage du courant j, dans un échantillon Wy = j,€ 
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(puissance de Joule) doit ètre égale à la puissance W, cédée par les 
électrons au réseau cristallin. La valeur de WW”: dépend des mécanis- 
mes concrets de dissipation de l'énergie. Pour évaluer l’énergie dans 
le cas d’un faible échauffement des électrons, abstraction faite du 
type de pertes, écrivons 


Wi = xnôco Vertk (Te — T), (10.25) 


où x est un coefficient numérique dont l’ordre de grandeur est voisin 
de l'unité; #7, la concentration des électrons ; 6.0, l'énergie transfé- 
rée lors d’une seule collision ; ver, la fréquence effective des colli- 
sions; 7, et T sont respectivement la température du gaz électroni- 
que et celle du réseau. 

L'équation du bilan des puissances donne 


Win = xôco Verk (Te — T). (10.26) 


On voit que pour une puissance introduite donnée par électron, 
la température 7, des électrons est d’autant plus élevée que la fré- 
quence des collisions ver est plus faible. Ceci signifie que la tempé- 
rature 7, augmente avec la mobilité u. des électrons. C'est pourquoi 
l'émission d'électrons chauds s’observe plus facilement dans des 
semi-conducteurs à hautes valeurs de u., par exemple dans Ge, Si, 
InSb, Te (v. fig. 9.15). L'’équation (10.26) montre également que 
lorsque la concentration des électrons r augmente, leur échauffement 
à une certaine température donnée exige d'augmenter la puissance 
introduite Wz. Du fait des hautes valeurs de n (10° à 10% cm*) 


dans les métaux il est impossible de porter le gaz électronique à la 
température nécessaire pour l'émission d’électrons chauds T, sans 
faire fondre le réseau cristallin. 

Dans le cas d’une interaction forte entre électrons et compte 
tenu de la diffusion des électrons par les phonons acoustiques, la 
partie pourvue de symétrie sphérique de la fonction de distribution 
d'un semi-conducteur a la forme maxwellienne avec la température 
électronique égale à 

3n (e6L 2 71/2 = 

Te= (1/2) {1 +[1++ << ] }, (10.27) 

où Lphon est le libre parcours moyen de diffusion de l’électron par 
les phonons; son, la vitesse du son dans le semi-conducteur. 

Comme il ressort de (10.27), la fonction 7, (€) est quadratique 
pour de faibles valeurs et linéaire pour de fortes valeurs de €. Con- 
naissant T, on peut écrire l'expression suivante pour la densité de 
courant d'électrons chauds: 


jeec= en (1— (R)) ( 


qui coïncide avec la formule de Richardson-Dushman pour l’émis- 
sion thermoélectronique (v. $ 10.9) si la température électronique 
T. est remplacée par la température T du réseau. Ce qui est logique, 


k 
21m? 


11e Titexp(—-#), (10.28) 
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car à l’état d'équilibre T, = T. Le calcul effectué à l’aide de la for- 
mule (10.28) montre que pour le germanium de type x (nr = 10'cm"#), 
on peut obtenir jerc Æ 10% A/cmèê avec & — 107 V/m si l’on abaisse 
l’affinité électronique à y Æ 1eV. 

Une surchauffe du gaz électronique à des températures se chiffrant 
par plusieurs dizaines de milliers de degrés Kelvin (1 eV correspond 
à T, — 11 600 K) a été observée non seulement dans les expériences 
portant directement sur l'émission d’électrons chauds mais égale- 
ment dans celles d’émission de champ à partir des semi-conducteurs 
(v. $ 10.2) ainsi que d'émission thermoélectronique par une cathode 
à oxydes et par certaines autres cathodes thermoélectroniques à 
semi-conducteurs (v. $ 10.9). 

Pour créer dans un semi-conducteur homogène un fort champ 
électrique (& — 105 à 10° V/m) nécessaire à l’émission d'électrons 
chauds, on applique, au moyen de contacts métalliques, à un échan- 
tillon de quelques millimètres de dimension des impulsions de ten- 
sion de plusieurs dizaines de kilovolts. Dans ces conditions on peut 
observer l'émission d'électrons à partir de la surface latérale de 
l'échantillon. En diminuant la hauteur de la barrière de potentiel 
par le dépôt de monocouches de Cs ou de BaO sur la surface de l’échan- 
tillon, on peut augmenter de façon appréciable le courant d'émission 
dont la valeur dans le cas de la surface propre de semi-conducteur 
est très petite (comme par exemple dans le cas des monocristaux de 
CdS que nous avons considéré). 

Un autre procédé permettant d’observer l’émission d'électrons 
chauds consiste à placer un échantillon dans un tronçon, mis sous 
vide, d’une ligne de transmission UHF de grande puissance (dans un 
guide d’ondes rectangulaire ou coaxial par exemple). Les contacts 
métalliques deviennent dans ce cas inutiles parce que le gaz électro- 
nique est échauffé par le champ de l'onde UHF qui pénètre dans 
l'échantillon (. Les expériences faites sur un germanium de typer 
à affinité électronique réduite et sur une cathode à oxydes activée 
froide ont montré qu’une onde UHF d'intensité £ Æ 105 à 105 V/m 
peut effectivement provoquer l'émission d’électrons chauds avec une 
re se courant jgec Æ (1 à 10) mA/cm° (Ganitchev, Mokrov et 
al., 1973). 

Un procédé plus commode permettant de produire dans un échan- 
tillon un champ de « chauffage » intense sans avoir recours à des 
sources puissantes de tension en impulsions, ni à des oscillateurs 
UHF, consiste à employer des jonctions p-n. La tension V est ap- 
pliquée à la jonction p-r en sens bloquant (fig. 10.19). Les électrons 
chauds peuvent être constitués, premièrement, par des porteurs de 
charges majoritaires du semi-conducteur de type p qui se déplacent 


G@) Pour pouvoir observer l'émission d'électrons chauds en hyperfréquences 
il est nécessaire de supprimer au prenbe un phénomène annexe qui est la 
décharge par émission secondaire se déroulant près de la surface de l'échantillon 
dans des systèmes UHF de puissance placés sous vide (v. $ 2.4). 
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sous l’action du champ à travers la jonction p-r vers le semi-con- 
ducteur de type r et, deuxièmement, par des électrons de la bande 
de valence du semi-conducteur de type p qui peuvent traverser par 
effet tunnel la région p-n si elle est suffisamment mince. Si, dans la 
région », l'énergie d’un électron 

e E >. un tel électron peut sortir 


Ëc dans le vide (fig. 10.20). Il est 

évident que pour augmenter le 

— | courant d'émission la région n 

ÉZ te doit être suffisamment mince 
TT 


pour ne pas provoquer une forte 
x diffusion des électrons. Pour 
diminuer l’affinité électronique. 
la surface de la jonction p-n est 
soumise à un traitement aux va- 
peurs de Cs ou de BaO. Si un 
Semi. | électron traversant la jonction 
onction conducteur | VE8e  p-n acquiert une énergie E — 
Fe dv = E; > AEËE,, c'est le processus 
d'ionisation par choc qui com- 

Fig. 10.19 mence. Dans ce cas, au lieu d’un 

électron chaud, deux électrons 

froids pénètrent dans la région n. 

La condition de réalisation de l’émission est exprimée par la rela- 
tion (10.24). L'allure typique de la variation du courant d'émission 
en fonction de la tension est montrée pour une jonction p-r sur Si 
à la fig. 10.21. La densité de courant pour de tels émetteurs est com- 
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prise entre 1 et 100 A/cm* avec une efficacité y = igec/ütr = 10% 
à 10-*. Les valeurs absolues des courants maximaux sont comprises 
entre 0,1 et 10 LA. Le développement du processus d’ionisation par 
choc dans une jonction p-r s'accompagne d'apparition de régions 
luminescentes qui assurent la principale émission. L'existence de 
tels points lumineux est généralement liée à la formation de micro- 
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plasmas. En l'absence de microplasmas on observe une émission 
uniforme à partir de toute la surface de l’échantillon. 

Le spectre des électrons chauds émis est voisin du spectre max- 
wellien avec des valeurs maximales de la température électronique 
T.= (1 à7)-10° K. La fig. 10.22 montre la variation de la tempé- 
rature électronique en fonction de la tension pour une jonction 
p-n sur SiC. La saturation de 7, est vraisemblablement liée à un 
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nouveau processus de dissipation de l’énergie par des électrons chauds, 
par exemple au cours de l’ionisation par choc. C’est ainsi qu’on 
peut expliquer la saturation du courant d'émission que l’on constate 
dans toutes les mesures de l'émission d'électrons chauds à partir 
des semi-conducteurs à affinité électronique réduite. 

L'emploi d’une structure à transistor de type n-p-n au lieu de 
la jonction p-n permet de commander le courant d'émission en agis- 
sant sur l'injection, régla- 


ble à l’aide de la tension a 
A pe Electrons 
V,. des électrons de la ré- £ chauds 


gion émettrice du semi- £, 
conducteur de type x dans 
le semi-conducteur de type 47 | e à 
p (fig. 10.23). Dans la se- = 
conde jonction p-n les élec- 
trons deviennent chauds 
et. en traversant la mince Ses 
région n, sortent dans le mdecteur 
vide. de typen 
Un autre système émet- 
teur bien intéressant est 
constitué par une cathode 
injectante à affinité électronique négative. Une telle cathode est 
composée d’une jonction p-n à région nr mince dont la surface 
présente une affinité électronique négative (fig. 10.24). Puisque dans 
ce cas le bas de la bande de conduction au sein du semi-conducteur 
de type p se situe au-dessus du niveau du vide, un tel système peut 
émettre non seulement des électrons chauds mais également des 
électrons thermalisés. La profondeur de sortie des électrons ther- 


Fig. 10.23 


33—01643 513 


malisés est égale à leur longueur de diffusion dans la région p (L, — 
—1 um), c'est-à-dire beaucoup plus grande que celle des électrons 
chauds (de l’ordre de 5 à 10 nm). En faisant varier la tension de po- 
larisation V, de la jonction p-r appliquée en sens passant, on peut 
commander le courant d'émission. Une telle cathode peut s’obtenir 
par exemple en traitant au césium et à l'oxygène un silicium de type 
fortement dopé, déposé sur un support de type r. La densité de 
£lectrons Courant jgec — 1 A/cm° pour 
froids une efficacité y & 2-10-°. Le 
rendement d'’émisson H = 
— ipec /Wg de telles catho- 
DE _ g x des est compris entre 10 et 
Er 4 10-1 A/W. Le courant d'’é- 
; mission igec se détermine par 
le coefficient & d’injection du 
courant électronique dans la 
région p, par le coefficient f 
conducteur de recombinaison des électrons 
detypen lon ldétypep dans cette région, par la dif- 
Fig. 10.24 fusion des électrons par les 
phonons, par les impuretés, 
etc., dans la région de courbure des bandes où les électrons thermali- 
sés deviennent chauds et enfin par le coefficient de réflexion quanti- 
que (Rim) des électrons lents sur la surface frontière semi-con- 
ducteur-vide. Le plus souvent & = 0,8, B = 0,1 à 0,5, {Rim) 
Æ 0,5 à 1. En désignant le coefficient de transmission des électrons 
à travers la couche de charge d'espace (région de courbure des bandes) 
par (Dene) (généralement (Dene) Æ& 0,1 à 0,2), on peut écrire 
l'expression de l’efficacité de l'émetteur sous la forme suivante: 


v = irec/ùr = CB Done) (Rum) (10.29) 


Les calculs montrent que les valeurs théoriques de y sont compri- 
ses entre 10 et 10-1, ce qui est en bon accord avec l'expérience. 

Au lieu de l’injection d'électrons depuis une jonction p-n on peut 
utiliser pour la création d’électrons dans la région p une source de 
lumière. Un émetteur de ce type est appelé cathode opto-électronique. 
Comme source de lumière de faible encombrement on peut employer 
des diodes électroluminescentes, c'est-à-dire des jonctions p-n carac- 
térisées par une grande probabilité de recombinaison radiative des 
électrons et des trous. 


$ 10.6. Emission d'électrons chauds 
par des films métalliques disperses 


Comme nous l’avons vu au $ 10.5, le gaz électronique dans un 
métal ne peut pas être réchauffé à l’aide d’un champ électrique sta- 
tique. Un champ UHF ne permet non plus de le faire parce que le 
temps de thermalisation des électrons est inférieur ou comparable 
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à la période d'un tel champ (—10-"* 5). Si l’on dépose sur un support 
diélectrique un film métallique très mince, celui-ci peut présenter 
une structure «en îlots », c'est-à-dire être dispersé. Les films métal- 
liques dispersés (FMD) possèdent des propriétés physiques particu- 
lières qui diffèrent des propriétés des films métalliques continus. 
En particulier, ils permettent d'obtenir une émission d'électrons 
chauds (Borziak, Sarbey, Fédoro- 
vitch, 1965). Écond 

L'étude des FMD à l’aide d’un D 
microscope électronique montre 
que de tels films sont constitués 
d'ilots tridimensionnels distincts 
dont les dimensions linéaires sont 
de l’ordre de quelques dizaines 
d’angstrôms (2 à 10 nm). Les dis- 
tances séparant les îlots sont du 
même ordre de grandeur (fig. 10.25, 
a). Le spectre énergétique des 
électrons situés dans un îlot isolé 
qui représente un puits de potentiel 
peut être soit discret, soit quasi 
continu suivant l’espacement éner- 
gétique des niveaux voisins (v. 
$ 3.8). Ces espacements sont déter- 
minés par les valeurs de ÀT et de 
k/x, où v est le temps de relaxation, 
alors que la distribution des élec- 
trons selon les niveaux énergétiques 
se décrit par la fonction de Fermi 
avec une certaine température 
T., non obligatoirement égale à 
la température T du réseau. On 
estime que le transport de cha- 
rges à l’intérieur du FMD d'un îlot 
à un autre se fait par la transmis- c) 
sion des électrons par effet tunnel Fi o 
à travers la barrière métal-vide- LV 
métal. Les électrons peuvent égale- 
ment franchir la barrière métal-diélectrique-métal. Les expériences 
montrent pourtant que le courant de conduction à travers un FMD 
dépend faiblement du matériau du support. 

Le passage du courant de-conduction éconq dans le film (on utilise 
à cet effet deux électrodes métalliques À et B séparées par une 
distance de quelques micromètres) donne lieu à l'émission d'électrons: 
dans le vide. Le courant d'émission im prend naissance pour des 
intensités de champ € > 5-105 V/m lorsque le courant de conduction 
cesse d’être régi par la loi d'Ohm (fig. 10.25, b). La cause la plus 
probable qui détermine l'écart à la loi d'Ohm de la caractéristique 
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courant de conduction-tension et l'apparition d’un courant d’émis- 
sion em est l’échauffement du gaz électronique dans l'îlot lorsque le 
film est parcouru par un courant électrique. Le courant d'émission 
iem varie en fonction du travail de sortie ep suivant une loi exponen- 
tielle. Pour abaisser le travail de sortie on peut déposer sur le FMD 
une monocouche d'oxyde de baryum par exemple. Il en résulte une 
croissance de im de 4 à 5 ordres de grandeur. La variation linéaire 
de In ëm en fonction de 1/W2/°, Wi = iconaV étant la puissance 


introduite dans le film, confirme les concepts théoriques sur le mé- 
canisme d’échauffement du 
gaz électronique dans un FMD 
(fig. 10.25, c). D'un autre 
côté, les mesures directes de 
la répartition du potentiel et 
de l'intensité de champ sur 
la surface du film, effectuées 
par des méthodes quantitati- 
ves de la microscopie électro- 
nique, ont montré que l’in- 
Fig. 10.26 tensité maximale du champ 
électrique près d’un centre 
d'émission localisé ne dépasse pas 107 V/m. Ceci signifie que 
les électrons émis à partir d’un FMD ne sont pas émis par champ. 
L'émission d'électrons s'accompagne d’une luminescence dans le 
visible (2 = 500 à 780 nm) localisée dans certains centres, les mêmes 
qui constituent les sources d'émission. L’intensité de la luminescence 
dépend de la puissance introduite dans le film. 

Un modèle idéalisé du FMD peut être constitué par une ligne 
d’îlots identiques équidistants. Dans ce modèle, chaque îlot se 
décrit comme une boîte de potentiel à fond plat (fig. 10.26), tandis 
que les barrières de potentiel entre les îlots présentent une certaine 
forme analytique donnée (dans le cas le plus simple, la forme de 
parabole). Connaissant l’expression pour la transparence D (E) de 
la barrière parabolique et admettant que la distribution des élec- 
trons selon leur énergie se décrit par la fonction de Fermi fr (E) avec 
une certaine température électronique 7, on peut calculer le cou- 
rant de conduction 


bons = MS | D(E) fr (E) dE. (10.30) 


La variation de l’énergie potentielle pour la ligne de boîtes de 
potentiel représentée sur la fig. 10.26 peut s'exprimer par 


Us (z) = (a/2) — (a/2) (z — x). (10.31) 


Sous l'effet d’un champ électrique d'intensité & il se produit 
une diminution de la hauteur des barrières de potentiel et un déplace- 
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ment de leurs maximums: 


Ug (2) = (a/2) [x — (x — 20] — efz = 
— (a/2) [x — (eë /a)l® — (a/2) {x — Ixo — (eé/a)F}. (10.32) 


Si la diminution de la hauteur des barrières n’est pas grande 
(xo à ef /a), l'expression (10.32) peut se récrire sous la forme : 


Ug (x) = (ax/2) — exo — {x — [ro — (e£/a)}. (10.322) 


Si AV est la différence de potentiel entre les îlots, alors, comme 
le montre la formule (10.32a), la hauteur de la barrière diminue d’une 
quantité égale à eAV/2 — AU/2 = eë xs. 

La transparence de la barrière s'exprime par 


D(E)={1+exp[ - 0 |, (10.33) 


et la fonction de distribution par 
fr (E) = {exp LE + (eg/kT.)] + 1}7*. (10.34) 


Les électrons ayant passé par effet tunnel d’un îlot dans un autre 
sont plus chauds que les électrons d’un îlot donné parce que la hau- 
teur de la barrière diminue d’un îlot à un autre de AU/2. L'énergie 
excédentaire des électrons est redistribuée entre les électrons d’un 
îlot donné ainsi qu'entre les autres îlots. Ceci fait croître la tempéra- 
ture électronique T. du film et assure le transfert de la puissance au 
réseau de l’îlot, ce qui est nécessaire pour l'établissement d’un état 
stationnaire. La température T. peut se calculer de la même manière 
qu’au paragraphe précédent, c’est-à-dire en égalant la puissance de 
Joule reçue par les électrons de la part du champ We = iconaV à 
la puissance dissipée lors des collisions des électrons chauds avec 
les atomes d’un îlot. Comme les dimensions d des îlots dans un FMD 
sont plus petites que le libre parcours moyen de diffusion d’un élec- 
tron sur les phonons L,non, le rôle principal revient non pas à la 
diffusion par les phonons mais aux collisions des électrons contre 
les défauts et les parois d’un îlot (diffusion par la barrière de poten- 
tiel). Lors d’une telle diffusion quasi élastique un atome (ou un 
îlot) ne reçoit qu'une petite partie de l'énergie de l’électron égale à 
AE = E(m./M,), où M, est la masse de l'atome. La fréquence de 
collisions vo = 1/7 = v./d, v, étant la vitesse de l’électron. Ainsi, 
la puissance qu’un électron chaud cède aux atomes est AW, = 
AE, En moyennant cette quantité sur la contribution hors d’équi- 
libre de la fonction de distribution (c’est-à-dire en tenant compte de 
la distribution des électrons chauds selon les vitesses v.) et en la 
multipliant par le nombre d d'électrons dans un îlot, on obtient la 
puissance totale cédée par les électrons à un seul îlot. L'équation du 
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bilan des puissances permet d’obtenir pour la température électroni- 
que l'expression suivante: 


= (AT + icon V2. (10.35) 


Ici, «, est une constante qui caractérise l’efficacité d'échauffement 
des électrons dans un îlot. 

D'après la formule de Richardson le courant d'émission d'élec- 
trons chauds s'exprime par 


iem © eXp (—ep/kT.) co exp (—ep/V œiiconaV). (10.36) 


La variation de In i., en fonction de 1/5 4 V doit être linéaire. 
Cette conclusion théorique s'accorde avec l'expérience (fig. 10.25, c). 

Pour de fortes puissances introduites dans L film, les variations, 
en fonction de la tension appliquée au film, du courant de conduction 
et du courant d'émission ont tendance à la saturation. Ce fait, qui 
s'explique par la tendance à la saturation de la température électro- 
nique T', lorsque la puissance W4 introduite dans le film augmente, 


ne peut être pris en compte dans le cadre du modèle théorique que 
nous considérons. 

La prise en compte des pertes d'énergie inélastiques (par exemple, 
de l'excitation desoscillations collectives du gaz électronique, c’est-à- 
dire des plasmons, et des excitations unipartielles électron-trou) 
qui se manifestent avec l’augmentation de la puissance introduite 
Wzg permet de montrer que la fonction T,(Wz) peut présenter une 


allure différente de celle définie par la formule (10.35): 
KT, — A (in &s/iconiV)"*, (10. 37) 


où a, et «; sont des constantes. Pour de fortes valeurs de ind V 
la température électronique et donc le courant d'émission doivent 
passer à saturation. En régime de courant continu les mesures pour 
de fortes valeurs de la puissance introduite sont difficiles à réaliser 
du fait que la structure du film peut se modifier de façon irréversible 
et les centres d'émission peuvent se détruire. L'application d’une 
méthode impulsionnelle sans contact pour l’introduction d’une puis- 
sance UHF dans le film permet d'obtenir des variations & (W) 
qui se saturent pour des valeurs élevées de Wy. La présence de voies 
de pertes inélastiques de l’énergie par des électrons chauds dans les 
îlots s'accorde avec les données expérimentales obtenues lors de 
l'étude des propriétés optiques des films métalliques dispersés. L’étu- 
de des caractéristiques spectrales de l'intensité de luminescence des 
films métalliques lors de leur bombardement par des électrons lents 
a montré que la luminescence est également liée à la mise en jeu 
des voies de pertes inélastiques d'énergie et en particulier à l’exci- 
tation des plasmons de surface (v. $ 8.4). 

Indiquons quelques exemples d’émetteurs utilisant des films 
métalliques dispersés. Dans le cas d’un FMD en or déposé sur un 
verre poli ou sur un quartz et reconvert de monocouche d’oxyde de 
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baryum pour abaisser le travail de sortie, on a obtenu, pour une sur- 
face de l'espacement des électrodes de (3 à 5)-10-7 cm°, un courant 
d'émission atteignant 15 A (la densité de courant étant de 
0,4 A/cm°) avec une efficacité de la cathode y Æ 10-° et un ren- 
dement de près de { mA/W. En impulsions, la densité de courant 
peut atteindre —5 A/cm5. L'émission d'électrons chauds et l'émission 
de champ ont été obtenues à partir des films minces de SnO, ayant 
subi un traitement spécial. La densité de courant d’émission atteint 
dans ce cas (1 à 10) A/cm° avec une très haute efficacité y = 0,25 à 1. 
Ün des inconvénients que présente la cathode en SnO, est la grande 
largeur du spectre des électrons émis. En outre, lorsque la tension 
sur la couche V > 50 V, le spectre électronique comporte un second 
maximum lié à l'émission électronique secondaire à partir de la 
région du contact positif bombardé par des électrons émis par le 
film. 

Les cathodes froides à film de SnO, ou d’autres matériaux trou- 
vent des applications dans certains appareils électroniques (dans 
les omégatrons par exemple) pour lesquels un niveau de bruit élevé 
et un large spectre énergétique des électrons émis par la cathode ne 
jouent pas de rôle important. Les avantages que les cathodes à films 
métalliques dispersés et à films de SnO, présentent par rapport aux 
cathodes thermoélectroniques résident dans leur fonctionnement 
pratiquement sans inertie et dans l’absence de dégagements gazeux 
parasites. De telles cathodes peuvent également servir pour la réa- 
lisation d'appareils à vide microminiatures. 


$ 10.7. Emission photoélectronique 


Emission photoélectronique des métaux. — Le phénomène d’émis- 
sion d'électrons par un corps solide (ou liquide) résultant d’un rayon- 
nement électromagnétique incident s'appelle émission photoélectroni- 
que ou effet photoélectrique externe ou encore tout simplement effet 
photoélectrique. Il a été découvert par Hertz en 1887. De nos jours, 
l’émission photoélectronique est largement utilisée dans divers ap- 
pareils photoélectroniques (cellules photoélectriques, multiplica- 
teurs photoélectroniques, convertisseurs photoélectroniques, etc.). 
De plus elle constitue un procédé important permettant l’étude de 
la structure énergétique des solides. 

Commençons par étudier les lois qui régissent l'émission photo- 
électronique à partir des métaux. Au début de l’étude de l’émission 
photoélectronique il a été établi (Stolétov, 1888) que le courant pho- 
toélectrique ibn était proportionnel à la première puissance de l'in- 
tensité Z de la lumière incidente. Or, il est apparu par la suite qu'une 
telle dépendance n’est vraie que pour des flux lumineux de faible 
intensité. Avec l'apparition des lasers il a été prouvé expérimentale- 
ment que le photocourant est proportionnel à la n-ième puissance de 
l'intensité lumineuse : 

ph © nl”, (10.38) 
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où n, est la probabilité d’un effet photoélectrique à z quanta. Pour 
n — 1 l'expression (10.38) se ramène à la loi de Stolétov. 

Une autre particularité caractérisant l'émission photoélectroni- 
que est que l'énergie maximale des électrons émis £,,+ ne dépend 
pas de l'intensité de la lumière incidente. En considérant l’interac- 
tion de la lumière avec un solide comme des actes élémentaires d'ab- 
sorption des quanta de lumière (photons) par les électrons, Einstein 
(1905) a montré que 


E max = hv — €; (10.39) 


où e est le travail de sortie de la photocathode. 
C'est la loi d'Einstein pour l'émission photoélectronique. De l'ex- 
pression (10.39) il découle en particulier que pour une certaine fré- 
quence v, le solide ne peut émet- 
em tre que des électrons d'énergie voi- 
sine de zéro. Dans ces conditions 
hv, = ep. La fréquence v, — e/h ou 
la longueur d'onde correspondante 


T>0 À, = hcleg est appelée seuil de 

T=0 fréquence photoélectronique ou seuil 

0 de longueur d'onde photoélectroni- 
V Ÿ que d'un solide à travail de sortie 


Fig. 10.27 donné eg. L'émission  photoélec- 
tronique ne peut avoir lieu que 
pour À << À,, c'est-à-dire pour v > 

> Vo = c/h (fig. 10.27). Pour de fortes intensités de la lumière on 
doit observer un écart à la loi d’Einstein (10.39) lié à la valeur fi- 
nie de la probabilité d'absorption de plusieurs photons par un seul 
électron. Dans le cas d’une telle émission photoélectronique à plusieurs 
photons (non linéaire) on a 


(Emax)n = 72hv — e®. (10.40) 


Il s'ensuit que pour l'émission photoélectronique non linéaire il 
n'existe pas de seuil de fréquence photoélectronique parfaitement 
défini puisque von —> ep/nh lorsque (Emyx)n —> 0. Selon la théorie 
de l'émission photoélectronique non linéaire l’ordre r d’un effet 
photoélectrique à plusieurs quanta se détermine par l'expression 


== (1+58), (10.41) 


où le symbole (x) désigne la partie entière du nombre x. 
L'émission photoélectronique est pratiquement dépourvue d’iner- 
tie. C’est pourquoi, lorsque les intensités lumineuses sont faibles, 
la variation temporelle du photocourant in (£) suit exactement 
l'évolution temporelle du flux lumineux J (t). Dans le cas de l’émis- 
sion photoélectronique à plusieurs quanta l'impulsion de photocou- 
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rant tn est plus courte que l'impulsion de lumière tm du fait 
de la non-linéarité de la caractéristique courant-lumière : 


Tph = Tum/V R. (10.42) 


On convient de caractériser les propriétés émissives d’une pho- 
tocathode par le rendement quantique Y (électron par photon), 
la sensibilité spectrale S; (A/W) et la sensibilité intégrale ou totale 
S (A/W ou A/Im). 

Le rendement quantique est défini par le rapport du nombre de- 
photoélectrons émis V, au nombre de photons no qui frappent 
la surface émettrice : 


ee Ne — iphot/€ 
ve“, (10.43) 


La sensibilité spectrale S, est le quotient du photocourant de satura- 


photocourant de saturation par l'intensité du flux lumineux issu 
d’une source de rayonnement standard. Pour une telle source on 
prend généralement une lampe à filament en tungstène dont la 
température est de 2850 K. 

Une autre caractéristique d’une photocathode qui a de l’impor-- 
tance pratique est la densité de courant d'obscurité jopse, C’est-à-dire- 
du courant d’émission thermoélectronique débité à la température- 
de service par une cathode en l'absence d'irradiation. Ce courant 
constitue une source de bruits lors des mesures de faibles flux lumi- 
neux à l’aide d'appareils photoélectroniques. 

Une étude quantitative de l’émission photoélectronique exige 
que l’on connaisse non seulement le nombre de quanta qui viennent 
frapper l'émetteur mais également le nombre de quanta réfléchis 
sur l'émetteur ou traversant celui-ci (dans le cas des photocathodes. 
semi-transparentes). En d’autres termes, ce n’est pas la sensibilité- 
spectrale ou totale qui a une signification physique mais plutôt 
une quantité qui exprime le rapport du nombre d'électrons émis au 
nombre de quanta absorbés dans la couche de la photocathode, qui 
est encore capable d'émettre des électrons. 

En étudiant l'interaction des ondes électromagnétiques avec 
les métaux, on distingue dans le spectre trois régions caractéristiques- 
suivantes : 

1) le domaine de fréquences w << 7-7! (rt étant le temps de rela-- 
xation des états excités dans la bande de conduction, rt — 10-15), 
où le métal réfléchit fortement la lumière alors que le coefficient. 
d'absorption reste pratiquement constant, c'est-à-dire indépendant 
de w. Ce domaine correspond à l'infrarouge lointain et à UHF; 

2) le domaine de fréquences comprenant le domaine optique- 
(infrarouge proche, visible et ultraviolet proche): t-1 << © << ©py, 
où pp = (ene/meto)/* est la fréquence de plasma; n., la densité- 
des électrons de conduction. Dans ce domaine le coefficient de réfle-- 
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xion de la lumière R,4, est encore suffisamment grand alors que le 
coefficient d'absorption œjum décroît comme w° avec l'augmentation 
de la fréquence. Pour w > &), c'est le domaine de transparence du 
métal à l’ultraviolet. Pour des métaux à fortes valeurs de n, le do- 
maine de transparence se situe dans l’ultraviolet de vide (fig. 10.28). 
Le seuil de fréquence photoélectronique pour une émission photo- 
électronique à un seul photon se situe généralement dans le deu- 
xième domaine de fréquences. 

3) le domaine de fréquence @* = w,, qui correspond au com- 
mencement d’une brusque croissance du photocourant est parfois 
identifié avec un second seuil de 
fréquence photoélectronique (la valeur bb Eg (un.rel) 
de w* est voisine de la fréquence 
du plasmon de surface w,.). 

Un calcul précis de l'énergie 
lumineuse absorbée par une pho- 
tocathode (ou par la zone de sor- 
tie de photoélectrons) exige que 
l'on connaisse les constantes op- 
tiques de la cathode: l'indice de 
réfraction Ajum et le coefficient 
d'absorption œjum. Les intensités 
de champ sont calculées à l’aide 
des formules de la métallo-optique 
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en tenant compte de la longueur d'onde de la lumière À. de l'angle 
d'incidence Ÿ et du type de polarisation des ondes (1: le vecteur € 
oscille dans le plan d'incidence, &#. : le vecteur & oscille dans un plan 
perpendiculaire au plan d'incidence). La densité d'énergie lumineuse 
-est p (o) co &, où 6, est l'amplitude de l'intensité de champ élec- 
trique (v. chap. 4). La fig. 10.29, a montre les courbes théoriques 
-de variation de éün (9) et 651 (Ô) ainsi que les valeurs du photo- 
«courant ipn (0) mesurées expérimentalement à À = 435.9 nm pour 
une cathode en platine recouvert d’une couche mince de potassium. 
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On voit qu’il y a une bonne corrélation entre les valeurs du photo- 
courant mesurées pour un angle d'incidence # de l'onde lumineuse 
et la densité d'énergie dans la couche de potassium qui constitue 
la source principale d'électrons. La variation de ë,n (8) représentée 
sur la fig. 10.29, a est appelée sélectivité de polarisation de l'émission 
photoélectronique. Il est évident que cette propriété ne sera marquée 
que dans le cas des surfaces suffisamment lisses, telles, par exemple. 
que les surfaces des émetteurs liquides. Lors de l'émission photo- 
électronique à plusieurs photons le photocourant se détermine aussi 
principalement par la composante du champ électrique € normale 
à la surface de la cathode, c’est-à-dire qu'il dépend très fortement de 
l'angle d'incidence Ÿ et de l’angle fait par le plan de polarisation 
avec le plan d’incidence: 
iph © éf © sin?" ® sin". (10.43) 
Par sélectivité spectrale de l'émission photoélectronique on entend la 
variation du photocourant en fonction de la longueur d’onde d’un 
rayonnement incident, c’est-à-dire le fait que la sensibilité d'une 
photocathode est maximale pour une longueur d'onde déterminée 
(fig. 10.29, b). Une telle variation de i,x (à) a été observée pour des 
photocathodes en métaux alcalins Li, Na, K, Rb, Cs et en leurs 
alliages. Les courbes de i,n (à) pour un alliage liquide de Na et K 
sont montrées sur la fig. 10.29, b. Dans le cas de la sélectivité spec- 
trale il y a aussi corrélation entre les courbes &5 (A) et ipn (À). La 
comparaison des valeurs calculées de € (À) avec des courbes expé- 
rimentales de ibn (À) montre que pour des photocathodes métalli- 
ques massives (Pt, Au, K, Cs et autres) le rapport i,n/é; croît de 
façon monotone lorsque la longueur d'onde diminue, c’est-à-dire lors- 
que la fréquence v s'élève. Une telle dépendance Ÿ (v) est appelée 
caractéristique normale de l'émission photoélectronique et l'effet photo- 
électrique lui-même est dit normal à la différence de l'effet sélectif. 
Lorsque v > v,, le rendement quantique Ÿ croît avec la fré- 
quence v de la lumière pour tous les métaux, et la fonction Y (v — v,) 
présente au voisinage du seuil de fréquence photoélectronique un 
caractère quadratique (v. fig. 10.27): 


iph © (v — vi). (10.45) 


Les valeurs absolues du rendement quantique Y = i,2/1 pour 
des surfaces métalliques propres dans les domaines visible et ultra- 
violet proche adjacent à v, (kv, = 2 à 6 eV) sont comprises entre 
105 et 10 électron par photon. Dans ce domaine les valeurs de Y 
dépendent très fortement de l'état de propreté de la surface. Dans 
l’ultraviolet de vide pour kv & (10 à 30) eV, le rendement quantique 
des métaux Ÿ est de l'ordre de 10-° à 10-! électron par photon et 
dans cette région d'énergies sa valeur dépend plus faiblement de 
l’état de la surface que dans le visible et l'ultraviolet proche. La 
fig. 10.28 montre la courbe de Y (kv) pour Al et les courbes tradui- 
sant la variation du coefficient de réflexion Rium et du coefficient 
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de transmission T7, de la lumière en fonction de kv. On voit que 
la fonction Ÿ (4v) passe par un maximum au voisinage de kv & 15 eV, 
ce qui correspond à l'énergie d'excitation d’un plasmon de volume 
dans l'aluminium (ñw,, — 15,3 eV). 

Au voisinage de v, le rendement quantique est influencé par 
le champ électrique régnant près de la surface du photoémetteur. La 
diminution du travail de sortie par effet Schottky A (ep)s 
(v. fig. 10.2) fait croître Y pour une longueur d'onde À donnée parce 
que le champ fait déplacer le seuil de fréquence photoélectronique 
vers des valeurs plus grandes. Dans le cas de À (v — v,) = 1 eV. la 
contribution Schottky au photocourant pour € — 10% V/m ne dé- 
passe pas quelques pour cent de la valeur du photocourant pour 
€ — OM, Au voisinage de v — v, le photocourant débité par une 
surface métallique propre dépend très fortement de la température 
de la cathode. Lorsque la température T s'élève, le seuil de fré- 
quence photoélectronique effective se déplace vers la région de va- 
leurs plus faibles, alors que la courbe traduisant la sélectivité spa- 
tiale in (v) devient plus aplatie. Ceci tient à un étalement du spectre 
énergétique des électrons dans le métal pour 7 > 0 dans un inter- 
valle de l’ordre de ÆT au voisinage du niveau de Fermi (+. fig. 5.3). 
C'est pourquoi un seuil de fréquence photoélectronique bien déter- 
miné ne doit pas exister dans les métaux pour 7 >> 0 (v. fig. 10.27). 
Pour les métaux ferromagnétiques, la variation du photocourant 
avec la température pour v = v, présente une particularité au point 
de Curie. 

La profondeur de sortie des photoélectrons des métaux dans les 
domaines visible et ultraviolet proche peut être mesurée par dépôt 
successif de films métalliques minces sur un support en quartz dans 
un vide très poussé. De telles mesures ont montré que la profondeur 
de sortie des électrons des métaux vaut quelques couches atomiques. 
Le spectre énergétique KV (Æ) des photoélectrons émis par un métal 
dans les domaines visible et ultraviolet proche se traduit par une 
courbe comportant un maximum (courbes Z à 3 de la fig. 10.30) et 
dans la région près du seuil de fréquence photoélectronique (v Æ vo) 
il dépend faiblement de la nature du métal. L'énergie £ des électrons 
varie de zéro à une certaine valeur £,,,, définie par l'équation d’Ein- 
stein (10.39). Dans le cas où la fréquence v de la lumière incidente 
dépasse une certaine valeur v = v* caractéristique de chaque métal, 
l’allure du spectre varie de façon notable (courbe 4 de la fig. 10.30), 
ce qui peut s'expliquer par la mise en jeu d’une nouvelle voie de 
pertes inélastiques d'énergie par les photoélectrons lors de leur sortie 
de l'émetteur. Une telle voie peut être constituée par exemple par 
l'excitation des oscillations de plasma des électrons de conduction. 


G) Pour des photocathodes à grande efficacité (par exemple, pour des ca- 
thodes multialcalines) l’accroissement du photocourant dans Îa région près du 
seuil par suite de l’effet Schottky pour € Æ 5165 V/mest de l’ordre de 2 à 6. 
Pourtant l'élévation de l'intensité de champ s'accompagne d’une augmentation 
du courant d'émission thermoélectronique parasite. 
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Lorsque l'épaisseur du film métallique diminue, le nombre d'élec- 
trons rapides dans le spectre augmente parce que les pertes d'énergie 
GE lors de la sortie des électrons de la masse du film diminuent. 

Comme il a été dit précédemment, l'irradiation avec un flux 
lumineux de forte intensité, qu’on peut obtenir à l’aide d'un laser, 
donne lieu à une émission photoélectronique non linéaire. Dans le cas 
des impulsions lumineuses nanoseconde le domaine dans lequel on 
observe une émission à plusieurs photons par les métaux est limité 


N(E) (un. rel) 


1-2=4050À 
2-X= 3650 À 
3-A= 3/30À 
4-À= 2650 À 


1 2 Eee 107 10°  10'I,6W/cm2 
Fig. 10.30 Fig. 10.31 


d'en haut par des intensités de l’ordre de 2 à 5 MW'cm°. Pour des 
intensités encore plus élevées, c'est l'émission thermoélectronique 
résultant de l’échauffement de la cathode qui apporte une contri- 
bution appréciable au courant à mesurer. Le passage à des impulsions 
picoseconde permet d'observer l'émission photoélectronique non 
linéaire du deuxième au cinquième ordre pour une intensité du rayon- 
nement laser près de 1 GW/cm°. La fig. 10.31 montre à Lilre d'exem- 
ple la variation de la densité de photocourant en fonction de l’inten- 
sité lumineuse pour une cathode en tungstène fonctionnant en régime 
d’impulsions lumineuses picoseconde produites par un laser à grenat 
d’yttrium-aluminium activé à néodyme (À = 1,06 um). Le degré 
de non-linéarité de la caractéristique courant-lumière r — 4 

Le fonctionnement en impulsions picoseconde a ceci de particu- 
lier qu'il peut donner lieu à l’émission d'électrons chauds. Si l’in- 
tensité de la lumière incidente est suffisamment élevée, le gaz élec- 
tronique n'arrive pas, lors du fonctionnement en un tel régime d'irra- 
diation, à échanger de l'énergie avec le réseau et du fait de sa faible 
capacité calorifique (v. $ 7.5) il s'échauffe presque instantanément, 
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ce qui rend difficile l'observation de l'émission photoélectronique 
non linéaire séparément de l'émission d'électrons chauds. L'inten- 
sité de champ € de l'onde lumineuse peut se trouver si élevée (de 
l'ordre de 10° V/m) que l’arrachement des électrons du métal s'ef- 
fectuera par la traversée, par effet tunnel, de la barrière de potentiel 
pendant un temps inférieur à la période de champ. Dans un tel cas 
la variation du courant en fonction de la tension est la même que 
celle du courant d'émission de champ statique. Ceci signifie que pour 
de fortes intensités lumineuses on peut observer le passage de l’émis- 
sion photoélectronique non linéaire à l'émission d'électrons chauds 
(ou à l'émission thermoélectronique) ainsi qu’à l'émission de champ. 
Il est également possible qu'à de telles intensités le mécanisme des 
émissions photoélectroniques devient différent, s’effectuant en deux 
étapes. C'est ainsi par exemple que l'absorption de la lumière par 
le métal peut exciter des plasmons de surface fw,, dont la désintégra- 
tion conduit à l'apparition du courant d'émission (émission photo- 
électronique plasmonique). 

Théorie de l’émission photoélectronique par les métaux.— Une 
théorie rigoureuse de l'émission photoélectronique doit se baser sur 
une étude quantique de l'excitation par la lumière des électrons dans 
le métal. Pour calculer la probabilité de photoexcitations, c'est-à- 
dire de passage des électrons de certains états stationnaires initiaux 
k à des états finaux j, on fait usage de l'appareil de la théorie des 
perturbations (v. $ 3.15). Selon la théorie des perturbations la pro- 
babilité de passages n’est nulle que si sont observées la loi de con- 
servation de l'énergie: 


E; —_ Er = RV je (10.46) 


et la loi de conservation de la quantité de mouvement (de l’impul- 
sion) 
Pj — Pa + Àk = 0, (10.47) 


où h|k | = h/Ajx = hvirlc est la valeur absolue de l'impulsion du 
photon. 

Pour des fréquences optiques l'impulsion du photon est beaucoup 
plus petite que les impulsions des électrons dans le solide mr, et 
mel; tandis que son énergie kv;, est de l’ordre de grandeur des éner- 
gies des électrons. Ceci signifie que pour des vitesses des électrons 
inférieures à la vitesse de la lumière les deux lois de conservation 
ne peuvent être observées simultanément pour les électrons libres. 
En effet, si l’on récrit ces deux lois sous la forme 


(me/2) (c} —_ 13) = LATE (10.48) 
Me (Ur — v;) = hvlc (10.49) 
et l’on divise les expressions ainsi obtenues l’une par l’autre, on 


obtient 
UZ) + UR = 2c. (10.50) 
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Ceci signifie que pour des électrons libres d'un métal (modèle 
de Sommerfeld ou modèle « gelée ») une passibilité non nulle de 
photoexcitation est impossible à réaliser dans le domaine de fréquen- 
ces optiques (pour mv.c > hv}r). Les deux égalités (10.46) et (10.47) 
peuvent être satisfaites simultanément si l’on tient compte du fait 
que toute partie de l'impulsion de l’électron peut être acceptée par 
le réseau du cristal. Dans le cadre de la théorie des perturbations cet- 
te conclusion est fondée sur la non-périodicité des fonctions d'onde 
de l’électron au voisinage de la surface. Du fait des « queues » que 
les fonctions d'onde présentent près de la surface, l'intégration sur 
tout l’espace donne pour les éléments matriciels des transitions M,» 
(v. $ 3.15) des valeurs différentes de zéro quelles que soient les 
violations de l'égalité (10.47). Si l’on ne considère que des fonctions 
d'onde périodiques. M, 0 seulement dans le cas où l'égalité 
(10.47) est vérifiée. 

Pour qu’une émission photoélectronique par un métal ait lieu, 
il est nécessaire d'assurer les passages des électrons à des états finaux 
de E;> 0, c'est-à-dire que l'énergie des photons doit être kv;,> 
> ep — hvs. L'effet photoélectrique résultant de la liaison entre 
l'électron et le champ de force s’exerçant près de la surface du cristal 
a reçu le nom d'effet photoëélectrique de surface (Tamm. Choubine, 
1931). Le passage du modèle de Sommerfeld des électrons libres au 
modèle en bandes du cristal, dans lequel les fonctions d'onde de 
l’électron ne sont plus des ondes monochromatiques planes mais sont 
modulées par le champ de force du cristal (fonctions d'onde de Bloch), 
rend possible une photoexcitation au sein du cristal (effet photoélec- 
trique de volume) à condition que le réseau cristallin n'accepte de la 
part des électrons que des valeurs quantifiées déterminées de l’im- 
pulsion correspondant à la condition de passage d'une zone de Bril- 
louin vers une autre (v. $ 8.1). Il est évident que lors de telles tran- 
sitions bande à bande des électrons, seuls les photons d'énergie 
hv* supérieure à une certaine valeur minimale AEym égale à l'es- 
pacement énergétique des deux bandes ® peuvent être absorbés. 
D’après Tamm et Choubine, la quantité kv* constitue un second seuil 
de fréquence photoélectronique. Ces auteurs estiment que pour kv << 
< hv* on a affaire à un effet photoélectrique de surface et pour 
hkv > hv*, à un effet photoélectrique de volume. Or, rien que la re- 
lation d’incertitude de Heisenberg ApAg & À ne permet pas de sub- 
diviser physiquement les photoexcitations en excitations purement 
de surface et celles purement de volume. Il existe toujours un cer- 
tain degré de délocalisation des électrons excités par des quanta de 
lumière, ce qui signifie que les processus se déroulant en surface et 
en volume sont intimement liés les uns aux autres. Il serait plus 
correct de distinguer non entre un effet photoélectrique en surface 


@) Si les intervalles énergétiques se recouvrent dans une bande de conduc- 
tion complexe, les transitions entre bandes peuvent s'effectuer à l’intérieur 
d'une même bande. 
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<et en volume mais entre des effets photoélectriques au voisinage du 
seuil de fréquence photoélectronique et loin de ce seuil. 

Une théorie complète de l’émission photoélectronique doit en- 
glober ces deux domaines de fréquences et tenir compte de toutes les 
trois étapes de l'émission: 1) le processus de photoexcitation; 2) 
de processus de mouvement des électrons à partir d’une certaine 
profondeur vers la surface; 3) le processus de sortie de l’électron 

en dans le vide à travers la surface. 
_Z==Electrons Jusqu'à présent une théorie ri- 
goureuse de l'émission photo- 
électronique n'est pas encore 
développée bien que plusieurs 
auteurs aient tenté de décrire 
cette émission comme un proces- 
sus se déroulant en plusieurs 
étapes. C'est ainsi par exemple 
qu'une théorie phénoménologique 
de l'émission photoélectronique 
à trois stades a été proposée par 
Spicer (1964). Les expressions 
finales obtenues dans cette théo- 
rie pour la densité de photo- 
courant in comportent plusieurs 
paramètres libres qui ne peu- 
vent être déterminés qu’en com- 
parant des données de calcul et 
des données expérimentales. De plus. la possibilité elle-même de 
subdivision du processus d'émission photoélectrique en trois stades 
distincts, dont uniquement un seul est considéré comme une tran- 
sition quantique, n’est pas évidente. 

La première théorie phénoménologique de l'émission photoélec- 
tronique par les métaux pour la région près du seuil de fréquence 
photoélectronique, qui n’a pas perdu son importance jusqu'à nos 
jours, a été développée par Fowler (1931). Cette théorie partait des 
hypothèses simplificatrices suivantes : 1) les électrons dans un métal 
sont libres (modèle de Sommerfeld des électrons libres): 2) l'émis- 
sion photoélectronique ne met en jeu que des électrons dont les éner- 
gies sont voisines du niveau de Fermi (ceci permet de considérer com- 
me constants tous les facteurs qui ne dépendent trop fortement de 
l'énergie de l’électron £ ou de la fréquence v de la lumière. mais non 
de la différence (£ — Er) ou de (v — v,); en se plaçant dans cette 
hypothèse, on peut considérer comme indépendante de la fréquence 
la probabilité d'absorption d’un quantum de lumière par tout élec- 
tron faisant partie d’un groupe donné); 3) le coefficient de réflexion 
des électrons sur le seuil À, est égal à zéro pour des électrons d'éner- 
gie EE, > U, et à l'unité pour des électrons d'énergie E, << Us; 
4) les électrons ayant franchi la barrière de potentiel et émis dans le 
vide ne subissent pas de collisions à l'intérieur du métal (quelles que 


Fig. 40.32 
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soient les interactions inélastiques bipartielles des électrons d’éner- 
gie E > U, au sein de l'émetteur, l'énergie de l’électron après la 
collision devient insuffisante pour son émission dans le vide): 5) 
l'intensité de la lumière incidente est constante dans la région de 
sortie des photoélectrons. 

Avec de telles hypothèses, le gaz électronique dans le métal peut 
être considéré en cas d'irradiation avec une lumière monochromati- 
que comme un mélange de deux gaz (fig. 10.32): d’un gaz froid (non 
excité) et d'un gaz chaud (excité). L'énergie Æ des électrons est 
comptée dans ces conditions à partir du bas du puits de potentiel. 

Le spectre énergétique des électrons chauds est supposé le mème 
que celui des électrons froids mais déplacé vers le haut, suivant 
l'échelle des énergies, de la quantité hkv, ce qui est équivalent à la 
réduction de la même quantité de la hauteur de la barrière de poten- 
tiel. Pour un gaz électronique de Sommerfeld obéissant à la distri- 
bution de Fermi suivant les énergies, le flux d'électrons d'énergies 
comprises entre E, et E, + dE, émis par 1 cm* de surface pendant 
1 s est égal à 


NP in [1+exp (— a) dE. (10.51) 
On en tire la densité de photocourant 
jph = @ ER | In [1 + exp (Es) | 7, (10.52) 
Us-hv 


où « est le rapport des électrons chauds du gaz aux électrons froids, 
c'est-à-dire le rapport de la densité d'électrons excités près de la 
surface à la densité électronique normale. 

D'après Fowler, le coefficient &« ne dépend pas de la fréquence 
de la lumière, ce qui est évidemment correct seulement dans un in- 
tervalle étroit de fréquences au voisinage de v,. On considère que le 
coefficient & est proportionnel à l'intensité lumineuse Z, c’est-à-dire 
au nombre de quanta tombant sur 1 cm° de surface (œ © J:hv). In- 
troduisons les désignations suivantes : 

R(V— Vs) __ Er—(Vo—hv) 

Re (10.53) 
et, au lieu de Æ,, une nouvelle variable sans dimension x’ = 
= (Er — E,)/kT. Alors l’expression (10.52) s'écrit sous la forme 


T = 


x 
Ïph=@ ART ( In {1 +exp(zx’)] do TE (7). (10.54) 

L'intégrale de (10.54) étant imprenable, on représente la fonc- 
tion f (x) par deux séries Dies alternées : 


= +... (2 <O), (10.55) 


e-3x 


peser ee gr +...(z2>0). (10.56) 
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Pour x = 0, les deux séries donnent une même valeur de la fonc- 
tion f (0) = n°/12. L'expression (10.54) donnant la densité de pho- 
tocourant peut s’écrire maintenant sous sa forme définitive: 


on = GAT?} (2) = a AT [ (vs) |, (40.57) 


où À — Anm,.ek*/h — 120,4 A/cm°-degré® est la constante thermo- 
électronique de Sommerfeld. 

L'expression (10.57) traduit la caractéristique spectrale de l'effet 
photoélectrique normal pour des fréquences v + v,. Si l'on pose 
dans (10.57) &« = 1,v = 0 et si l'on tient compte de ce que kv, = ep 
et x — — hv,'kT & 0, on obtient l'équation de Richardson 


Îr = AT*° exp (—ew/kT'), (10.58) 


dans laquelle, comme il a été convenu précédemment, (D.) = 
= (1 — (R,)) = 1. Dans le cas de T = 0 il découle des expressions 
(10.53), (10.55) et (10.56) que x +00 


im Et pour v >v, et z — —0oo, pour V< Vo; 
T2 (x) si bien que l'expression (10.57) donne 
Ïph = 0 (v € V6), (10.59) 
: 1 Ah? Fa 
Jon = 5 ( — vo) (v— vo). 
(10.60) 


Dans le cas de T>0 pour v< 
Vo z2<0etf(r)> 0et tend asymp- 
totiquement vers zéro lorsque x —+ 
— — 00. 

Fig. 10.33 Ainsi. comme il résulte de la 

théorie de Fowler, à T =0 etv<v, 

l'émission  photoélectronique est nulle, c'est-à-dire qu'il exis- 

te un seuil de fréquence photoélectronique. À T > 0 un tel seuil 

n'existe pas. Pour v > v,. de cette théorie découle une allure para- 

bolique de la caractéristique spectrale. ce qui est en accord avec 

l'expérience (v. fig. 10.27). La constante à se détermine par comparai- 
son des résultats théoriques et expérimentaux. 

Pour pouvoir déterminer v, à partir de la caractéristique spec- 
trale expérimentale du photocourant à T > O0, il convient de mettre 
l'expression (10.60) sous la forme suivante 


In 2h = B+@ [2 |=8+0(), (40.61) 


où B= Ina Aet D (x) = In f (x) est la fonction de Fowiler (fig. 10.33), 
la même pour tous les métaux. 

La valeur de v, se détermine d’après le déplacement de la courbe 
de Fowler le long de l'axe des abscisses d'un tronçon Av,/kT. Ce 
procédé de mesure de v, est appelé méthode des courbes isothermes de 
Fowler. 
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L'expression (10.57) permet d'examiner la variation du photo- 
courant en fonction de la température. Pour v = v,, ona x =0et 
f (0) = 1, donc le photocourant-croît avec la température suivant 
une loi quadratique: 


Îph= GAT®. (10.62) 


Pour v > v,, x > Ü: en ne gardant dans (10.56) que les deux premiers 
termes, on obtient 

| h2(v— vo)? n°73 

Ïph = GA [SE +5] : (10.63) 

Pour À, — À # 10 nm, le second terme entre crochets peut être 

négligé devant le premier, c'est-à-dire que pour v > v, la variation 
du photocourant avec la température devient plus faible que pour 
v & Vo. Pour V< Vs z& — 1, f (r) & e°, par conséquent dans ce 
domaine de fréquences la variation du photocourant en fonction 
de la température a un caractère très brusque, exponentiel : 


Îph = à AT* exp [—kh (v — v,)/kTI. (10.64) 


Une telle variation du photocourant émis par les métaux en fonc- 
tion de la température est quantitative en bon accord avec les ex- 
périences sur un effet photoélectrique à un seul photon. 

Emission photoélectronique par les semi-conducteurs. — Pour les 
métaux, le travail de sortie ep des électrons déterminé dans les expé- 
riences sur l'émission photoélectronique est égal à la valeur de eg 
pour l'émission thermoélectronique. Pour les semi-conducteurs, le 
travail de sortie photoélectronique est dans tous les cas plus grand 
que le travail de sortie thermoélectronique. Ceci tient à ce que dans 
un semi-conducteur intrinsèque ou dans un diélectrique, le niveau 
énergétique le plus élevé à partir duquel les électrons peuvent être 
émis dans le vide correspond au haut de la bande de valence (). 
Au niveau de Fermi Er, qui se situe dans un semi-conducteur intrin- 
sèque au millieu de la bande interdite, les électrons sont absents. 
C'est pourquoi le seuil de fréquence photoélectronique se déterminé 
dans le cas considéré par la différence des énergies correspondant au 
niveau du vide (E — 0) et au niveau supérieur de la bande de va- 
lence (fig. 10.34): 


hkvs = Es — Ec +4 = AE, + %, (10.65) 


où AE, est la largeur de la bande interdite; x, l’affinité électroni- 
que. | 

L'énergie minimale des quanta capables d'assurer la photoexci- 
tation d’un semi-conducteur ou d’un diélectrique est égale à la lar- 
geur de la bande interdite (fig. 10.34, a). Ceci signifie que pour une 
valeur donnée de AE, l'efficacité de l'émission photoélectronique se 
détermine par l'affinité électronique %. 


@) Les propriétés optiques des semi-conducteurs ont été étudiées avec plus 
de détail au chap. 9 (v. & 9.9). 
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La valeur de y s'étend de quelques dixièmes d'électron-volt à 
plusieurs électrons-volts suivant la nature des cristaux semi-conduc- 
teurs et diélectriques. Il résulte de ce qui précède que dans le vide 
peuvent être émis seulement ceux des électrons ayant passé dans la 
bande de conduction qui s'approchent de la surface de l'émetteur 
avec une énergie suffisante pour franchir la barrière de potentiel 
de hauteur égale à y, c’est-à-dire des électrons suffisamment chauds. 
La réduction de l’affinité électronique par le dépôt sur la surface 
d'un semi-conducteur d’une monocouche de molécules à moment 
dipolaire élevé (Cs,0, BaO, CsF et autres) ou de films monoatomiques 
d’atomes électropositifs (d'atomes du métal alcalin Cs par exemple) 
permet d'augmenter de façon substantielle le rendement quantique 


Fig. 10.34 


de l'émission photoélectronique surtout dans le cas où on arrive 
à obtenir une affinité électronique nulle ou négatire. Si les conditions 
d’affinité électronique négative sont réalisées, l'émission dans le 
vide devient possible non seulement pour des électrons chauds mais 
également pour des électrons thermalisés (froids) dont les énergies 
sont comprises dans un intervalle de l'ordre de AT à compter à par- 
tir du bas de la bande de conduction. La profondeur de sortie de tels 
électrons est égale à la longueur de diffusion (de l’ordre de plusieurs 
micromètres), c'est-à-dire beaucoup plus grande que la profondeur 
de sortie des électrons chauds (5 à 10 nm) et la profondeur d’absorp- 
tion de la lumière dans un semi-conducteur. 

Pour obtenir une affinité électronique négative on utilise des 
semi-conducteurs de type p dans lesquels, lorsqu'ils sont fortement 
dopés (concentration en impureté acceptrice de l’ordre de 10! à 
40! cm <), le niveau de Fermi se confond (ou presque) avec le haut 
de la bande de valence. Dans la région superficielle (région S) d’un 
tel semi-conducteur les bandes d’énergies subissent une courbure du 
fait que les trous issus de la bande de valence sont captés par des 
niveaux de surface (en d’autres termes, du fait que les électrons pas- 
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sent des niveaux de surface à des places vacantes dans la bande de 
valence). Il est évident qu’une affinité électronique négative peut 
s’obtenir dans ces conditions si le travail de sortie ep est réduit à 
une valeur inférieure à la largeur de la bande interdite AE, 
(fig. 10.35). L'affinité électronique effective se détermine alors par 
la différence entre la quantité A,., qui caractérise la courbure des 
bandes (v. $ 10.2), et l’affinité électronique ordinaire 4: Yefr = 
= 4 — À,,. Pour le cas représenté sur la fig. 10.35, %err < 0 puis- 
que 4 << À,,. Pour le même travail de sortie et la même largeur de 
la bande interdite, dans un semi-conducteur de type r les conditions 
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Fig. 10.35 


nécessaires pour l'obtention de l’affinité électronique négative sont 
impossibles à réaliser, car les bandes d'énergies y sont courbées vers 
le haut, c’est-à-dire qu’une barrière de potentiel additionnelle 
prend naissance. Dans un semi-conducteur de type p les électrons 
thermalisés se trouvant dans la région de courbure des bandes de- 
viennent de nouveau chauds parce que leur énergie dans cette région 
est plus grande que le niveau E, d’une quantité supérieure à AT. 
La diffusion des électrons chauds par les phonons peut diminuer le 
rendement quantique. Pour réduire au minimum cet effet il faut 
que la largeur L de cette région ne soit pas supérieure au libre par- 
cours moyen Z, de diffusion des électrons chauds par les phonons. 

Le premier photoémetteur à affinité électronique négative (plus 
exactement nulle) a été réalisé par Shir et Van Laar (1965) et non 
par voie empirique, comme cela se faisait auparavant pour la mise 
au point des émetteurs à haute efficacité, mais en partant des prin- 
cipes généraux de la physique du solide. Ils ont utilisé la surface 
d’un cristal de GaAs de type p fortement dopé (Wzn — 4-10! cm) 
obtenue par taille du cristal sous un vide très poussé. Après le trai- 
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tement de cette surface au césium on a obtenu une émission photo- 
électronique avec un rendement quantique Y = 50 % (par rapport 
à l'énergie absorbée) dans le domaine du visible. Dans l’infrarouge 
(À = 0,8 um), Y — 8 % (fig. 10.36). La structure de bande de l'ar- 
séniure de gallium est montrée sur la fig. 10.37. La largeur de la 
bande interdite AE, = 1,4 eV. 

Dans un cristal de GaAs, de même que dans les autres semi-con- 
ducteurs du groupe AlIBV, les transitions optiques sont directes, 
c'est-à-dire s'effectuent avec la conservation du vecteur d'onde 
k. De telles transitions sont représentées par des flèches verticales 
dans les fig. 10.34, a et 10.37. La probabilité de transitions directes 
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Fig. 10.36 Fig. 10.37 


est toujours plus élevée que celle des transitions indirectes au cours 
desquelles la photoexcitation (ou le processus inverse, la recombinai- 
son) fait intervenir trois particules: un photon. un électron et un 
phonon (ou un défaut du réseau). Or, on sait que la probabilité de 
processus à trois particules est nettement inférieure à celles des in- 
teractions bipartielles. Dans les semi-conducteurs tels que Ge et Si 
les transitions optiques sont indirectes (v. fig. 10.34, b), c'est-à-dire 
s'effectuent avec la participation du réseau cristallin. Ceci explique 
pourquoi de tels semi-conducteurs ne peuvent pas servir d’émetteurs 
efficaces au voisinage du seuil de fréquence photoélectronique : le 
coefficient d'absorption de la lumière dans cette région est bien 
faible. Dans l’arséniure de gallium, les électrons se trouvant dans 
la région près du seuil sont excités vers le minimum F de la bande 
de conduction (flèche 7 de la fig. 10.37) et s'y thermalisent. Dans 
le domaine des énergies plus élevées des quanta. la photoexcitation 
des électrons s'étend à des niveaux situés au-dessus du minimum 
X (flèche 2). De tels électrons chauds peuvent passer au minimum 
X et s'y thermaliser du fait de sa plus haute densité d'états. 
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Le mouvement des électrons thermalisés vers la surface de l’émet- 
teur se fait par diffusion. Ecrivons un système de deux équations 
de diffusion pour les concentrations électroniques r + et nr qui font 
intervenir des nombres relatifs des électrons thermalisés au mini- 
mum ZX (A+) et au minimum F (Ar) respectivement : 


na Dx Fr + =<1 (1 SEE Rium) A x@iun exp (— GumZ)» (10.66) 
9? 3 
— Dr rte _ +1 (1 — Rium) Ar&ium EXP (—Gum2). (10.67) 


Ici, z est la distance le long de l'émetteur (v. fig. 10.35); D sr. le 
coefficient de diffusion; Tr. le temps de relaxation pour les pas- 
sages des électrons du minimum À au minimum l; tre. le temps de 
recombinaison (passage des électrons du minimum F à la bande de 
valence ou aux niveaux de pièges) ; Z, l'intensité de la lumière inci- 
dente; Rium. le coefficient de réflexion de la lumière ; œjum. le coef- 
ficient d'absorption lumineuse. 

Dans ces équations, le premier terme caractérise la vitesse de 
diffusion, le second. la vitesse de départ des porteurs de charges à 
partir du minimum correspondant. Le terme nr x/txr détermine 
dans la première équation la vitesse de passage des électrons du 
minimum ÀX au minimum l, alors que dans la seconde équation il 
traduit la vitesse d'arrivée des électrons au minimum F. Les transi- 
tions indirectes à partir du minimum À directement dans la bande de 
valence sont négligées dans les équations (10.66) et (10.67). Dans le 
cas d’un échantillon semi-infini. La solution de ce système pour la 
densité de courant de diffusion traversant la région de courbure des 
bandes (pour : — 0) est de la forme 


el (1— Rium) Ax ; à 

Îx = + TaumEx co 

. el (1— Rium) AxLr guise 

= teunte APT ann ennte Je (10.69) 
Tr T 


où Lx =VDxtzr et Lr = V Dr sont les longueurs de diffu- 
sion. 

La probabilité d'émission dans le vide des électrons ayant atteint 
la surface dépend de l’énergie de ces électrons et de l’état de la surfa- 
ce. En désignant cette probabilité par P, on peut déterminer pour 
chacun des minimums le rendement quantique Ÿ : 


CE Pxix PxAx - 
Fe el (1— Rium) w 1+1/@jumLx ? (1860) 
P+j P 
Y = ee | 
7 el (1— Rium) 1+1/@jumLlr 4r+ 
AxLr 


Fan oatenses Je (4074) 
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Les spectres énergétiques des photoélectrons émis à partir des 
minimums let X doivent être différents. Ceci permet de séparer les 
courants jx et jr et de comparer les courbes expérimentales Y x (kv), 
Yr (Av) avec les courbes théoriques calculées à l’aide des formules 
(10.70) et (10.71) pour certaines valeurs choisies des paramètres 
P x, Pret Lx, Lr. Les résultats d’une telle comparaison pour un 
monocristal de GaAs taillé sous vide, dopé au Zn (10! cm”) et 
recouvert d’une couche d'oxyde de césium, sont indiqués sur la 
fig. 10.38. Les courbes théoriques 
sont calculées pour P ; = 0,54, 
Lx =0,03pm; Pr = 0,18, Lr = 
= 1,573 pm. On voit que la théorie 
est en bon accord avec il'expérien- 
ce. C'est seulement pour des éner- 
gies kv>2eV que les valeurs 
expérimentales de Yr excèdent les 
valeurs théoriques. Il est probable 
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que pour de telles valeurs de hv 
une partie considérable des élec- 
trons sont produits au voisinage de 
la surface et sont émis dans le vide 
sans avoir réussi à se thermaliser. 


La probabilité de sortie Pr est plus 
élevée pour des électrons chauds 
que pour des électrons thermalisés. 

La couche superficielle s repré- 
sentée sur la fig. 10.35 convention- 
nellement par deux droites verti- 
cales peut être constituée soit par 
des dipôles orientés, par exemple 
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14 20  ZEhveV Cs—O (dans le cas des revêtements 
ë) monocouches), soit par des couches 
semi-conductrices minces  possé- 

Fig. e dant des propriétés volumiques 


bien déterminées, c'est-à-dire cer- 
taines valeurs données de la largeur de la bande interdite, de l'affi- 
nité électronique et du travail de sortie (avec l’épaisseur des couches 
de plusieurs dizaines de nanomètres, très supérieure à l'épaisseur 
d'une monocouche). Dans ce dernier cas. la différence entre les 
largeurs de la bande interdite du semi-conducteur-su pport et de la 
couche d’ un autre semi-conducteur (par exemple, d’une couche de 
Cs,0 de 5 à 10 nm d’ épaisseur déposée sur le premier semi-conducteur) 
peut provoquer la création d’une hétérojonction (fig. 10.39). L'oxyde 
de césium est un semi-conducteur de type #7 ayant une concentration 
des donneurs de l’ordre de 10!cm-%. Dans Cs,O, la largeur de la bande 
interdite AE, = 2 eV, le travail de sortie eg — 0,7 eV et l'affinité 
électronique % = 0,45 eV. A la frontière entre GaAs et Cs,O il se 
forme une barrière intermédiaire étroite de forme triangulaire de 
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près de 1,1 eV de hauteur que les électrons thermalisés peuvent 
franchir au sommet par effet tunnel. La présence d'une telle barrière 
permet d'expliquer en particulier la variation de courbure des ca- 
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Fig. 10.39 


ractéristiques spectrales de l'émission photoélectronique dans la 
région de Av & 1.1 eV par la limitation de son seuil par la barrière 
intermédiaire (fig. 10.40). Dans ce cas l’émission photoélectronique 


pour Av => 1,1 eV peut être _ 

considérée comme une émis-  V/#{"07 por pholon 
sion par-dessus la barrière des 
électrons thermalisés obéis- 
sant à la distribution éner- 
gétique de Boltzmann. 

Pour obtenir une photo- 
sensibilité suffisante à des 
fréquences moins élevées. on 
a recours à des semi-conduc- 
teurs dont la bande interdite 
est moins large que celle de 
GaAs. On emploie, par exem- 
ple, des composés ternaires 
des éléments des groupes III 
et V du Tableau périodique 


(GaAsP, InAsP, InGaP. Fig. 10.40 


InGaAsP et autres). La figu- 


: Ga AsS+Cs 

: In ASeir Pour 
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re 10.40 montre les caractéristiques spectrales pour quelques-uns de: 
tels émetteurs à l’affinité électronique négative. Les photocathodes. 
de ce type se caractérisent par la plus haute sensibilité intégrale 
(jusqu’à 2000 uA'1m), une faible émission thermoélectronique propre- 
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à la température ordinaire (de l’ordre de 1071 à 10-16 A/cm°) () et 
une sensibilité uniforme dans une large gamme de fréquences jus-, 
qu'au seuil de fréquence photoélectronique. Leur rendement quanti- 
que dans la région près du seuil de fréquence photo-électronique at- 
teint quelques pour cent. 

Les photocathodes les plus répandues, utilisées avant l'apparition 
des photoémetteurs à affinité électronique négative, étaient: au 
césium sur support d'argent oxydé (Ag—O—Cs), au césium sur 
antimoine (Cs;Sb). multialcaline (Na,KSb), au césium-bismuth sur 
support d'argent (Cs,Bi + Ag). Ces photocathodes sont encore utili- 
sées actuellement. Parmi les cathodes de types ordinaires, ce sont 
les photocathodes multialcalines qui possèdent la plus grande sensi- 
bilité (400 à 600 nA/1m). Leur seuil de fréquence photoélectronique 
correspond à 7.9 — 800 à 850 nm et le maximum de sensibilité, à 
À = 500 nm. La sensibilité intégrale des photocathodes au césium 
sur support d'argent oxydé atteint 60 à 80 uA/lm. Leur caractéristi- 
que spectrale comporte deux maximums: pour À, Æ 700 à 750 nm 
et À, & 350 nm. Le seuil de fréquence photoélectronique de cette 
photocathode correspond à À, — 1200 à 1400 nm. La photocathode 
au césium sur antimoine se caractérise par une sensibilité intégrale 
jusqu’à 100 nA/Im. un maximum de sensibilité à À, = 425 à 475 nm 
‘et un seuil de fréquence photoélectronique correspondant à À, = 
= 700 nm. 

Pour les semi-conducteurs tels que Ge, Si. Te, B, CdS, CdSe, 
InSb, InSe, HgSe, HgTe et certains autres, le rendement quantique 
ne dépasse pas 10-* à 10-3 électron par photon, si l'on ne prend pas 
-de mesures spéciales en vue de réduire le travail de sortie des élec- 
trons. La fonction } (Av) dans la région près du seuil de fréquence 
photoélectronique s'écarte de la forme parabolique et se décrit par 
l'expression 


Y (hv) = a (av — hv,}?, (10.72) 


-où a et m sont des paramètres caractéristiques d'un émetteur donné. 

Dans le cas des semi-conducteurs extrinsèques, le rendement 
quantique } augmente avec la concentration des impuretés. La 
profondeur de sortie des photoélectrons de dépasse pas 5 à 10 nm. 
Le maximum de spectre énergétique correspond généralement à une 
“énergie de 0.1 à 0.6 eV, et le spectre énergétique a une forme plus 
complexe que pour les métaux. 

Emission photoélectronique par les diélectriques. — L'émission 
photoélectronique à partir des diélectriques offre plusieurs particula- 
rités. La plus étudiée est l'émission par des composés alcalino-halogè- 


G) Les faibles valeurs des courants d'émission thermoélectronique par 
“GaAs + Cs:0 et d’autres photocathodes à semi-conducteurs de type p à affinité 
électronique négative s'expliquent par le fait qu’à la température ordinaire, en 
l'absence d'irradiation, la concentration d'équilibre des électrons dans la bande 
de conduction est peu élevée (de L'ordre de 10-% cm* pour une concentration des 
-accepteurs de l’ordre de 101? cm). 
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nes (NaCI. KCI. RbI et autres) et par des oxydes des métaux alcalino- 
terreux (BaO, MgO et autres). La Jargeur de la bande interdite dans 
de telles substances est de 5 à 12 eV. c'est-à-dire que l’absorption 
propre se situe dans le domaine ultraviolet (UV) du spectre ou dans 
l’ultraviolet de vide. Dans les domaines visible et ultraviolet le 
photocourant n'est émis que par des cristaux contenant des centres 
de coloration (centres F et autres). Les valeurs du rendement quanti- 
que Ÿ dans cette partie du spectre (région 7 de la fig. 10.41) sont 
faibles (10-$ à 10-* électron par photon). Les photoélectrons sont 
émis s’il y a photoionisation des centres F dont la concentration dé- 
pend du traitement préalable des cristaux (illumination avec la lu- 
mière ultraviolette, bombardement 

par électrons, etc.). Dans la ré- Vévect-on par photon 


gion d'absorption excitonique (ré- Ep) 
gion ZI de la fig. 10.41) le rende- Ô(Ep) be 
ment quantique atteint 10-$% à 10-$ 0710 

électron par photon. Le mécanis- 


me de l'émission photoélectroni- 107208 


que dans cette région consiste en 


FREE 197 
ionisation des centres F par des ex- 2 
citons en mouvement à l’intérieur 10° 
du cristal. 


La probabilité d’un tel proces- 1° 


sus est nettement plus grande que 107$ ei RE 


celle d’ionisation directe d’un cen- 


tre F. Pour hv>Ee (Ee étant EX 20€ 
l'énergie suffisante pour la créa- “RE 
tion d’un exciton), le rendement Fig. 10.41 


quantique } accuse une brusque 

croissance (jusqu’à 0,1 à 0,5) par 

suite de l'excitation des électrons de la bande de valence dans la 
bande de conduction vers des niveaux d'énergie £ => y (région ZII 
de la fig. 10.41). Le rendement quantique élevé de l'émission photo- 
électronique par les cristaux alcalino-halogènes s'explique première- 
ment par ce que les pertes d'énergie lors du mouvement des électrons 
chauds des régions profondes vers la surface du cristal sont faibles 
(la grande largeur de la bande interdite et l'absence d'électrons dans 
la bande de conduction ne rendent possibles que les interactions avec 
les phonons). Deuxièmement. ces cristaux se caractérisent en règle 
générale par de faibles valeurs de l’affinité électronique # (0,1 à 1 eV). 
Dans la région de kv — 10 à 20 eV, la courbe Y (kv) présente plu- 
sieurs maximums et minimums qui sont corrélés avec l'allure de la 
courbe de l'absorption optique &ium (v). Ceci montre que l’émission 
photoélectronique à partir des diélectriques se détermine essentielle- 
ment par les processus de photoexcitation des électrons et non par les 
processus de leur sortie. Les pertes d'énergie croissent brusquement 
pour des énergies des électrons chauds £ >> 2AËE, parce que dans ce 
cas les photoélectrons peuvent eux-mêmes interagir avec les électrons 
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de la bande de valence. Pour 24E, << hv << 24E, + y une telle 
diffusion ne peut entraîner qu’une diminution du photocourant, 
car au lieu d’un seul électron rapide dans la bande de conduction 
sont créés deux électrons lents incapables de sortir dans le vide. 
Pour 2AË, + x << hv < 2(AE, + x) un seul, et pour hkv > 
> 2(AËE, + x) deux électrons peuvent quitter la cathode. Ces 
particularités de l’émission photoélectronique par les diélectriques 
se manifestent nettement dans les spectres énergétiques des photo- 
électrons: pour kv > 2AE, le nombre d'électrons rapides dans le 
spectre diminue brusquement, alors que celui d'électrons lents 
augmente. Une modification analogue du spectre s'observe également 
dans le cas où la source d’électrons commence à être constituée par 
des bandes situées au-dessous de la bande de valence. 

L'émission photoélectronique par les métaux, les semi-conducteurs 
et les diélectriques peut également s'observer dans le domaine des 
rayons X du spectre. Les photoélectrons peuvent être arrachés par 
des rayons X durs à des différentes couches de l'atome, y compris à 
la couche À. Le remplissage des lacunes qui se créent dans des cou- 
ches inférieures s'accompagne d'émission de photons X et d'électrons 
Auger (v. $ 6.5). L'irradiation des solides avec un rayonnement X 
caractéristique est utilisée dans la méthode de spectroscopie électro- 
nique pour l'analyse chimique (SEAC). Dans cette méthode on déter mi- 
ne la composition chimique des échantillons en mesurant l'énergie 
des photoélectrons £ = hkv — Ex (ou hkv — E,, etc.) à l'aide d’ana- 
lyseurs d'énergie électroniques (v. chap. 2). 


$ 10.8. Emission électronique secondaire 


Spectre énergétique des électrons secondaires. — L'émission 
d'électrons par un corps solide (ou liquide) résultant de son bombar- 
dement par un faisceau d'électrons primaires est appelée émission 
électronique secondaire (EES). Ce phénomène. découvert par Austin 
et Starke (1902), représente une superposition complexe de plusieurs 
processus mutuellement liés: les diffusions élastique et inélastique 
des électrons primaires, l'excitation des électrons internes qui sont 
des électrons secondaires vrais, leur mouvement vers la surface et 
leur sortie dans le vide. Le caractère complexe que présente le phé- 
nomène d'émission secondaire se manifeste nettement dans le spectre 
énergétique des électrons NW (Æ.) secondaires (fig. 10.42). De tels 
spectres peuvent s'obtenir à l’aide d'analyseurs sphériques à champ 
retardateur ainsi qu’à l’aide d'analyseurs à déviation des électrons 
dans des champs électriques ou magnétiques (v. chap. 2). Comme il 
est facile de le constater sur la fig. 10.42, le spectre peut être divisé 
en trois régions caractéristiques. Pour des énergies moyennes des 
électrons primaires (Eh — 100 eV à 1 keV) la plus grande part du 
spectre est occupée par des électrons secondaires vrais qui sont des 
électrons lents (région 7). Le rapport du nombre de ces électrons au 
nombre d'électrons primaires qui ont provoqué l'émission est appelé 
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coefficient (ou taux) d'émission secondaire vraie et désigné par la 
lettre 6. 

Les régions ZI et III correspondent à des électrons primaires 
inélastiquement et élastiquement réfléchis. Comme frontière con- 
ventionnelle entre les régions / et II on a choisi la valeur de l'énergie 
des électrons secondaires Æ, — 50 eV. Les électrons d'énergies 0 < 
< E, < 50 eV sont considérés comme des électrons secondaires vrais 
et ceux d'énergies 50 eV << E, << E, comme inélastiquement réflé- 
chis. Il est évident qu’une telle délimitation n'a un sens que si l’éner- 
gie des électrons primaires E, > 50 eV. Le coefficient de réflexion 


N(Es)(un.rel.) 


DERELS 


. Pics. 
d'ionisation 


EE —_—_— 
4E Pertes d'énergie à 


Fig. 10.42 


inélastique (CRI) n est le rapport du nombre d'électrons d'énergie 
E, > 50 eV au nombre d'électrons primaires. Il comprend générale- 
ment aussi le coefficient de réflexion élastique (CRE) R qui est défini 
par le rapport du nombre d'électrons réfléchis sans pertes d'énergie 
(ou avec des pertes très faibles, inférieures par exemple à 1 eV) au 
nombre d'électrons primaires. Ceci est admissible vu que pour 
E, > 50 eV le CRE ne dépasse pas 10 %. 

A gauche du pic de réflexion élastique d'électrons qui a lieu pour 
E, = E, le spectre comporte un groupe de maximums correspondant à 
des électrons primaires qui ont subi lors de l'interaction avec la 
cible des pertes d'énergies discrètes caractéristiques de la substance 
donnée. Ce sont des pics dits de pertes d'énergie caractéristiques (PCE). 
Les petits pics observés dans les régions J et ZZ sont dus aux électrons 
Auger (v. $ 6.5) qui sont créés lorsque les lacunes dans les bandes 
inférieures sont remplies lors des passages des électrons depuis des 
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bandes plus élevées. Pour rendre plus visibles ces pics (inflexions) 
de la courbe V (E,) on effectue la dérivation de cette courbe (v. $ 2.4). 
Dans la région 7, une partie de pics est due à la diffusion élastique 
par résonance des électrons lents près des seuils des canaux inélasti- 
ques (DERELS). 

Le spectre des électrons secondaires vrais est représenté par une 
courbe comportant un maximum pour une certaine valeur E, = 
= E,n. Pour les métaux et les semi-conducteurs. E,,, = 1,5 à 
8,5 eV, de plus, la valeur de £,,, dépend périodiquement du numéro 
atomique Z. La demi-largeur du spectre AE, — 3 à 10 eV. Pour les 
métaux, la forme du spectre énergétique des électrons secondaires 
vrais V (E.) et les quantités £,, et AE, sont pratiqüement indé- 
pendantes de l'énergie des électrons primaires pour £E, > 20 eV. 
Pour E, << 20 eV la position du maximum £,, se déplace vers des 
énergies plus faibles. Lorsque l'énergie Æ, est inférieure au travail 
de sortie ep, le maximum des électrons secondaires vrais disparaît, 
c'est-à-dire que le spectre est constitué essentiellement par des 
électrons élastiquement réfléchis. La quantité E7 Æ ep est considé- 
rée comme seuil d'émission secondaire des métaux. 

Pour les diélectriques le maximum de spectre énergétique est 
déplacé vers des énergies plus faibles (généralement E,, Æ 1 eV} 
et est plus étroit que pour les métaux (AE, & 1,5 à 3 eV). Ainsi, les 
électrons secondaires émis par les métaux sont plus chauds que 
les électrons émis par les diélectriques. Le seuil d'émission secondaire 
vraie par les diélectriques correspond à £ÿ Æ AE,, AE, étant la 
largeur de la bande interdite, c’est-à-dire qu’il est lié à l’excitation 
des électrons de la bande de valence. Pour E, << AE, le spectre 
comprend principalement des électrons d'énergie voisine de Æ,. 
Pour les métaux alcalino-halogènes qui se caractérisent par une 
faible affinité électronique z. le commencement d'une brusque crois- 
sance du coefficient d'émission secondaire vraie ô coïncide avec la 
frontière de l'absorption optique propre œium (4v) et avec le com- 
mencement d'une croissance brusque du rendement quantique de 
l'émission photoélectronique Y (hv) (v. fig. 10.41). 

De même que l'émission photoélectronique, le bombardement 
par des électrons lents (E, << AE) des cristaux colorés contenant 
des centres F peut donner lieu à une émission secondaire à partir des 
niveaux des centres F. Ce cas correspond à une émission secondaire 
« extrinsèque » et non intrinsèque par les diélectriques. 

Le coefficient d'émission secondaire par réflexion o vaut la som- 
me du coefficient d'émission secondaire vraie Ô et du coefficient de 
réflexion inélastique : 

o—ôtn. (10.73) 

Dans le cas où l'émission secondaire s'observe à partir de la face 

opposée de la cible, c'est-à-dire lors de l'émission par transmission à 


travers des films minces, le coefficient d'émission secondaire est 
désigné par la lettre Z. Il est égal à la somme du coefficient d'émis- 


542 


sion secondaire vraie désigné ici par À et du coefficient de « transpa- 
rence » électronique D du film: 


E=4A+D. (10.74) 


De même que lors de l'émission secondaire par réflexion on consi- 
dère que tous les électrons d'énergies E, > E, > 50 eV sont des. 
électrons primaires inélastiquement diffusés. Ce sont eux qui déter- 
minent la valeur du coefficient D. Pour A5%5D, 2&A 
(v. fig. 10.53). 

Statistique de l'émission secondaire. — Le coefficient d'émission 
secondaire (de même que les autres coefficients de l'émission par 
réflexion et par transmission) est une grandeur statistique, c’est-à- 
dire caractérisée par une valeur moyenne pondérée pour un grand 
nombre d'actes élémentaires d'émission : 


Nsm Nom Nom 
(ES pe N,Px!/ D Pyx=— > N,Px>, (10.75) 
N. LA N, 


où W, = 0, 1, 2. 3, .... N,, est le nombre d'électrons émis par 
une surface dans chaque acte d'émission distinct (par le choc d’ur 
électron primaire); Px, la probabilité d'émission de W, électrons dans 
un acte d'émission pour des valeurs données de l'énergie £, de 
l'électron primaire et de l'angle d'incidence ç de l’électron frappant. 
la cible. 

Le nombre d'électrons W, émis dans différents actes est différent. 
La limite supérieure dans la somme (10.75) ne peut pas être égale à 
l'infini lorsque la valeur de Æ, est finie. Elle se détermine par le 
nombre maximal d'électrons qui peuvent être émis par une substance 
donnée pour une énergie donnée de l’électron primaire. La définition 
ordinaire du coefficient d'émission secondaire © (ou ©) comme étant. 
égal au nombre moyen d'électrons secondaires arrachés par le choc 
d'un électron incident 


= NINp = ilip (10.76) 


(où V, et W, est le nombre d'électrons secondaires et primaires arra- 
chés à la cible ou frappant la cible par unité de temps respective- 
ment) n’est valable que lorsque V, est grand (V,, > 1). Lorsque 
Nh— 1, la notion de coefficient d'émission secondaire perd sa 
signification physique. Dans ce cas on caractérise le phénomène 
d'émission d'électrons secondaires par la distribution des probabili- 
tés P + d'émission de W, électrons secondaires. On convient de donner 
à cette distribution le nom de distribution de l'amplitude des actes 
d'émission secondaire ou de statistique de l'émission secondaire. En 
principe, la statistique de l'émission secondaire permet d'obtenir 
plus de renseignements lant sur le mécanisme de l'émission secondaire 
que sur les propriétés des émetteurs que les mesures des valeurs 
moyennes de V.. Les études ont montré que pour de faibles énergies 
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des électrons primaires (E, < 200 eV) la statistique de l'émission 
secondaire obéit à la distribution de Poisson: 
Py= ose” 
M 


(10.77) 


alors que pour £;, > 200 eV elle s’écarte de cette loi : pour de grands 
N,(N, > 4 à 5). les valeurs expérimentales de P ;- sont plus élevées 
que celles données par la distribution de Poisson. 

La valeur de l'espérance mathématique du carré de l'écart par 
rapport à la valeur moyenne est appelée dispersion D, d’une distribu- 
tion. Dans le cas de la distribution de Poisson 


D;=0= À Pr AN, (NP = TS PN,=(N,). (10.78) 
N 


— 


« Pi: 


Ainsi le coefficient d'émission secondaire © est égal à l'espérance 
mathématique de la quantité N, ou au moment de premier ordre de 
la distribution P (N.). Les valeurs de P (V.) peuvent être détermi- 
nées d’après les fluctuations du courant secondaire. D'après Schottky, 
les fluctuations du courant d'émission thermoélectronique non limi- 
tée par une charge d'espace se décrivent par la relation 


(Ur — ir)?) = (A) = PeirAv. (10.79) 


où /r, ir sont respectivement les valeurs instantanée et moyenne du 
courant thermoélectrique ; Av est la gamme de fréquences d’un circuit 
branché sur la diode à cathode thermoélectronique. 

Cette relation a été obtenue dans l'hypothèse où chacun des 
thermoélectrons est émis indépendamment l’un de l’autre. Dans le 
cas de l'émission secondaire, lorsque dans chaque acte élémentaire 
peut être émis non un seul mais un groupe de W, électrons, l’expres- 
sion (10.79) prend la forme suivante: 


(Len — isn)®) = (Aix) = 2eN,i, AN, (10.80) 


où Z;x et i,, sont les valeurs instantanée et moyenne du courant 
secondaire. 
Au groupe de #, électrons correspond un courant secondaire 


in = Pr Nip (10.81) 


(ici i est le courant primaire). 

En introduisant (10.81) dans (10.80) et en sommant sur toutes les 
valeurs possibles de N,, on obtient l’expression suivante pour le carré 
des fluctuations du courant secondaire : 


Nom 
(om — Éem9 = Aion À (ax — en) = 2ei Av D NiPx. 


(10.82) 
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Ainsi, les valeurs des fluctuations du courant d'émission secon- 
daire et donc celles du bruit d'émission secondaire se déterminent par 
le moment du second ordre de la distribution de Pyx,. On convient 
de caractériser les fluctuations du courant d'émission secondaire 
par la quantité 


Ks = iTm/ism (10.83) 
où itrm est le courant de saturation d’une diode à vide produisant un 
bruit de grenaille de même puissance qu’un appareil à courant d'émis- 
sion secondaire ésm- En égalant entre elles les expressions (10.79) 
et (10.82), on obtient 

_—— Nsm ÿ 
(êtm:ip) T ” NiPx.- (10.84) 


N,=0 


Pour établir les relations entre les quantités mesurées expéri- 
mentalement (0, x.) et les quantités cherchées (P,), on peut écrire 
les équations suivantes: 


ZPx,=1, (10.85) 
AA 
> NPx, = 0, (10.86) 
2 NaPN, = %0. (10.87) 


Pour W, < 2 le système de ces équations permet de déterminer 
les probabilités P,, P, et P,, par exemple pour des valeurs suffisam- 
ment petites ou grandes de £,, c’est-à-dire lorsque le coefficient © 
est faible. Pour N, > 2 les équations (10.85) à (10.87) ne permettent 
de trouver que la limite inférieure pour le nombre maximal d’élec- 
trons secondaires W,,, libérés par un électron primaire. Dans de tels 
cas les probabilités sont mesurées par comptage des électrons à 
l’aide de compteurs à semi-conducteurs. La statistique de l'émission 
secondaire peut également être étudiée en soumettant au bombarde- 
ment électronique une petite particule de substance chargée et 
« suspendue » à l'aide d'un champ électrique entre les armatures 
d’un condensateur à vide de Millikan. 

Les semi-conducteurs à affinité électronique négative peuvent 
émettre dans le vide non seulement des électrons chauds mais égale- 
ment des électrons secondaires thermalisés (froids). La statistique de 
l'émission d'électrons secondaires froids doit différer des distribu- 
tions de l'amplitude P x, lors de l’émission d'électrons chauds: 
elle doit être analogue à des fluctuations de courant de Schottky lors 
de l'émission thermoélectronique, car lors de la diffusion des élec- 
trons vers la surface chaque électron secondaire est émis indépen- 
damment l’un de l’autre et non par des « paquets » de W, électrons 
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comme ceci se fait lors de l'émission secondaire à partir des substan- 
ces à affinité électronique positive. 

Dispersion temporelle de l'émission secondaire. — Le déroule- 
ment de l'émission secondaire dans le temps se caractérise par une 
dispersion temporelle, c'est-à-dire par une distribution dans le temps 
des actes d'émission d'électrons secondaires. On suppose générale- 
ment que cette distribution est traduite par une courbe de Gauss 
dont la demi-largeur At, < 10-!? s est de l'ordre de grandeur du 
temps de thermalisation des porteurs de charges chauds. L’intervalle 
de temps T, qui s'écoule 
entre le commencement de 
l'excitation et le maximum 
de la courbe de distribution 
est appelé temps de retard 
de l'émission secondaire. Pour 
le groupe principal d’élec- 
trons secondaires vrais 
c'est le temps nécessaire 
pour l'établissement de la 
fonction dedistribution d'é- 
quilibre des électrons secon- 
daires internes (chauds) sui- 
vant les valeurs possibles 
des énergies. Ce temps est 
de l'ordre de 10-%s et 
moins. 

On peut évaluer le temps 
de retard t;en partant des 
considérations élémentaires 
si l’on connaît la profon- 
deur de sortie effective Às 
des électrons secondaires 


EC ILLLA 


Cu (monocristal) vrais et la vitesse la plus 
ô) probable de mouvement des 
Fig. 10.43 électrons secondaires inter- 


nes L'—=(2E mme)? L'esti- 
mation donne pour T, une valeur de l’ordre de 10-14 à 10-14 s. Le 
temps nécessaire à l’excitation des électrons secondaires internes est 
encore plus petit (de l’ordre de 10-16 à 10-15 s). Dans le cas de l'émis- 
sion d'électrons thermalisés à partir des substances à affinité électro- 
nique négative le temps d'atténuation t, de l'émission après la cessa- 
tion de l'excitation se détermine par la durée de vie des électrons dans 
la bande de conduction t — A2/D., où A, est la longueur de diffu- 
sion; D, = u.kTl/e, le coefficient de diffusion; ue, la mobilité des 
électrons. Par exemple, pour GaP (nu. — 200 cm°/(V:-s)) à T = 
— 300 K, le coefficient de diffusion D, — 5 cm°/s, ce qui donne 
pour À, = 0,2 um un temps d'atténuation de l'émission t, = t = 
= 10-15. Pour Si (u,. — 1000 cm°?/(V-s)) à T = 300 K, le coefficient 
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de diffusion D, = 25 cm°;s et donc pour À, = 5 pm on obtient 
t, = 7 = 10#5s. Une étude plus détaillée du comportement en fré- 
quence des émetteurs exige que l’on dispose des renseignements sur le 
procédé de leur excitation (par réflexion ou par transmission) et sur 
les dimensions des échantillons, mais la conclusion générale qu’on 
peut tirer est que l’inertie de l'émission secondaire est plus grande 
pour les électrons thermalisés que pour les électrons chauds. 

Distribution spatiale des électrons secondaires. — Pour des cibles 
polycristallines à surface lisse, la distribution des électrons secondai- 
res vrais lents selon les angles 
de sortie 8 se décrit par une loi 
cosinusoïdale : 


(Ai, (8)'AË) c cos #, (10.88) 


où Ÿ est l’angle de sortie d'un 
électron secondaire compté à 
partir de la normale à la sur- 
face (fig. 10.43, a). 

Pour les monocristaux, les 
diagrammes polaires de la distri- 
bution angulaire des électrons 
possèdent une structure fine mar- 
quée dont les maximums corres- 
pondent aux directions cristal- 
lographiques (kkl) à structure 
compacte (fig. 10.43, b). L’émis- 
sion d'un plus grand nombre 
d'électrons lents dans ces qe 
tions signifie que dans une cible ; 
monocristalline la distribution HIERARES 
de l'excitation des électrons 
secondaires internes n’est pas uniforme. La cause en est la diffraction 
des électrons primaires par les atomes des divers plans du mono- 
cristal. Le calcul basé sur la théorie dynamique de la diffraction montre 
que les courants d'électrons élastiquement réfléchis qui se déplacent 
le long des lignes d’atomes à structure compacte font naître, sur leur 
trajet vers la surface, des électrons secondaires qui sont émis dans le 
vide de préférence dans les mêmes directions que les électrons 
primaires élastiquement et inélastiquement réfléchis. La même cause 
détermine l'apparition de la structure fine la plus manifeste, dont 
l'intensité dépend de la température, également sur les autres ca- 
ractéristiques principales de l'émission secondaire par des mono- 
cristaux: R (Ep), n (E>), 6 (£), R (@), n (œ), © (p), 8 (œ). La figu- 
re 10.44, b montre à titre d'exemple la variation du coefficient 
d'émission secondaire 6 en fonction de l’angle d'incidence q du 
faisceau d’électrons primaires frappant la face (111) d’un monocristal 
de silicium pour E, = 2 keV. Pour des cibles polycristallines ow 
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amorphes la variation 6 (p) a la forme d’une courbe progressivement 
croissante. Pour de nombreux métaux l'allure continue de la courbe 
traduisant la fonction & (+) dans la région de faibles énergies E, 
se décrit par la formule empirique suivante: 


= F exp (— —B cos g) (14+-È cos p+- cos p+ ….), (10.89) 


où /’ et f sont des constantes pour une substance donnée. 

La croissance de à lorsque @ augmente est liée à une diminution 
de l'épaisseur À,, de la couche dans laquelle sont excités et à partir 
de laquelle sont émis les électrons secondaires internes. La probabili- 
té d'émission d'électrons secondaires augmente lorsque À,, diminue 
(fig. 10.44, a). 

Variation des coefficients de réflexion élastique et inélastique des 
électrons en fonction de l’énergie E, des électrons primaires et du 
nombre atomique Z de l'élément. — Les courbes typiques traduisant 
la variation du coefficient de réflexion inélastique avec l'énergie des 
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Fig. 10.45 


électrons primaires n (£,) sont montrées sur la fig. 10.45. La courbe 
de variation n (Z) est représentée sur la fig. 10.46. Le coefficient de 
réflexion élastique a les valeurs les plus élevées pour de faibles 
énergies des électrons. Pour des surfaces métalliques propres et des 
semi-conducteurs élémentaires (Ge, Si et autres) les valeurs maxima- 
les du coefficient de réflexion élastique (CRE) dans la région d’éner- 
gies E, = 3 à 10 eV sont R} = 0,1 à 0,35. Pour des diélectriques à 
faible affinité électronique "(NaCI, KCI, MgO, BaO et autres), le 
coefficient de réflexion élastique est plus élevé (À, Æ 0,5 à 0,8) que 
pour les métaux. Quand la hauteur de la barrière de potentiel 1 
est réduite par dépôt sur la surface métallique ou semi-conductrice 
de couches monomoléculaires de molécules polaires BaO ou d’atomes 
Cs, la valeur du coefficient de réflexion élastique augmente brusque- 
ment. 
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Tout de suite après avoir passé par son maximum sur la courbe 
R (E>), qui se situe toujours dans la région de faibles énergies, le 
coefficient de réflexion élastique commence à décroître au fur et à 
mesure que £, augmente et la partie descendante de la courbe pré- 
sente certaines particularités (gradins, maximums) dont une partie 
est de nature différente de celle de diffraction même pour des mono- 
cristaux. Pour étudier plus en détail ces particularités et obtenir une 
variation de la densité spectrale des électrons élastiquement réfléchis en 
fonction de l'énergie, on utilise généralement au lieu de la courbe 
R (E>») sa dérivée par rapport à l’énergie, c’est-à-dire la courbe 
dR (E,)/dE, (fig. 10.47). Sur cette figure les flèches indiquent les 
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positions théoriques des résonances correspondant à divers modes 
(simples, multiples, hybrides) des oscillations de plasma des électrons 
de valence dans le chlorure de sodium (Âäw,, étant un plasmon de 
surface et #w,,, un plasmon de volume). La flèche E.. correspond 
au pic d'absorption excitonique de la lumière dans NaCI, connue 
dans la littérature spécialisée, qui se situe dans l’ultrav iolet de vide. 
La région de brusque décroissance de dR/dE, au voisinage de E, Æ 
= 10 eV correspond à la région d’ absorption propre de la lumière 
par un cristal de NaCI et au seuil d'émission secondaire intrinsèque 
(v. fig. 10.41). 

Dans le cas des cibles monocristallines, les électrons élastique- 
ment réfléchis sont représentés tant par des électrons diffusés de façon 
cohérente par les atomes se trouvant à la surface et immédiatement 
sous la surface du réseau cristallin que par le fond de diffusion non 
cohérente. L'interférence des ondes électroniques cohérentes dans 
l’espace devant la cible produit une image de diffraction de la surface 
de la cible. C’est sur le phénomène de diffraction des électrons lents 
(E, = 50 à 150 eV) (DEL) qu'est basée une des méthodes les plus 
directes d'étude de la structure cristalline des surfaces des solides. 
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La longueur d'onde de de Broglie associée à l'électron est À, Æ 
Æ (150/E,)0?, c'est-à-dire que dans la région indiquée d'énergies 
2. = 0,1 nm. La longueur de diffusion cohérente des électrons possé- 
dant une telle énergie dans un solide ne dépasse pas 0,5 à 1 nm (une 
ou deux couches atomiques). Lors de la diffraction des électrons lents, 
la contribution essentielle à l’intensité des réflexes que l’on observe 
généralement sur un écran luminescent de forme sphérique (ou plate) 
{v. $ 2.3, fig. 2.10) est apportée par la couche atomique la plus 
haute. Une forte diffusion des électrons lents par la surface des solides 
assure une haute sensibilité à la méthode de DEL. 

Les pics et les particularités que présentent les courbes R (E,) 
et dR/dE;, pour des échantillons polycristallins et amorphes ainsi que 
certains maximums des courbes pour les monocristaux ne peuvent 
être expliqués par le phénomène de diffraction d'électrons lents, 
car la position et l'intensité de tels pics ne dépendent ni de la tempé- 
rature, ni de l’angle d’incidence q des électrons tombant sur la sur- 
face et se manifestant de la même façon dans les polycristaux et sur 
différentes faces des monocristaux. La cause Ja plus probable qui 
explique l’appatition d’une structure fine, de nature autre que celle 
de diffraction, sur les courbes R (E,) pour de faibles Æ, est la dif/u- 
sion élastique par résonance des électrons lents près des seuils de canaux 
inélastiques (DERELS). Ce type de diffusion élastique des électrons 
lents, auparavant inconnu (Bajanova, Fridrikhov, 1976), est lié à la 
formation dans la région située immédiatement sous la surface des 
solides, lorsqu'ils sont soumis à un bombardement électronique, 
des ensembles à durée de vie relativement longue, contenant un 
électron « congelé » et des quasi-particules de solide, telles que le 
plasmon, l’exciton et autres. L'augmentation de la section efficace de 
diffusion élastique se produit pour des énergies déterminées des 
électrons primaires (fig. 10.47) ou secondaires E, (fig. 10.42) au voisi- 
nage des seuils de canaux inélastiques (collectifs et unipartiels: 
du type de canaux excitoniques). Ici, par suite de l'influence que 
l'ouverture d’un canal inélastique a sur la diffusion élastique (par 
exemple, à cause d’une émission virtuelle de plasmons), il y a appari- 
tion d’états quasi stationnaires à durée de vie relativement longue 
que l’on peut considérer conventionnellement comme de nouvelles 
quasi-particules de solide: 1) électron + plasmon (« plasmonium »); 
2) électron + exciton (« excitonium »), etc. C’est selon un tel mé- 
canisme que s'effectue la diffusion élastique par résonance des 
électrons lents au voisinage des seuils de canaux inélastiques. L’é- 
lectron change d’impulsion après la réflexion sur la cible, lorsqu'il 
interagit avec le potentiel cristallin des ions du réseau ou avec le 
champ d'un ion isolé (diffusion par potentiel) (1. 


G) La théorie rigoureuse de la diffusion élastique par résonance des électrons 
lents au voisinage des seuils de canaux inélastiques est basée sur l’électrodyna- 
mique quantique (théorie du champ). Etant très compliquée, elle sort du cadre 
de notre exposé. 
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Dans la région d'énergies moyennes des électrons (0,1 à 10 keV), 
on observe une décroissance pratiquement monotone du coefficient 
de réflexion élastique suivant une loi 


R (E») = CE", (10.90) 


où Cet m sont des constantes caractéristiques d’un matériau donné 
(Cz=5 à 8, m=1,!l à 0,72). 

Chez les métaux et les semi-conducteurs élémentaires on observe 
sur le fond général de la décroissance de la courbe R (E,) un large 
maximum pour E, Æ Z°8, où E, est l'énergie des électrons pri- 
maires, en keV; Z, le nombre atomique de l'élément (Schülman, 
Morozov, 1964). La nature de ce maximum peut s'expliquer par la 
diffusion quantique des ondes électroniques par des atomes isolés 
étant donné qu’une particularité analogue de la section efficace de 
diffusion élastique s’observe également dans des vapeurs de métaux. 
La grande demi-largeur du maximum (AE, = 0,1 à 0,6 keV) pour 
E,, = 2/8 est due à une courte durée de vie t,, du système métastable 
atome neutre-électron primaire possédant une forte énergie positive 
(d’après la relation d'incertitude AE, — hi/t). 

La décroissance monotone de R avec l'augmentation de E, est 
liée tant à la croissance du rôle de la diffusion inélastique pour une 
diminution simultanée de la section efficace totale de diffusion 
élastique qu’à une augmentation de la section efficace différentielle 
de diffusion élastique en sens direct et une diminution de la diffu- 
sion en sens inverse. Le calcul de la section efficace différentielle de 
diffusion élastique des électrons effectué à l’aide de la théorie des 
perturbations (v. $ 3.15) donne en première approximation de Born 
pour le champ coulombien du noyau U (r) = —Ze®/r une expression 
qui se confond avec la formule classique de Rutherford pour la diffu- 
sion élastique des particules alpha: 


(do./dQ) = (Ze’/2m,v3)? sin”$ (8/2), (10.91) 
ou encore 
(do./dQ) = (Z*e/16E%) cosect (8/2), (10.92) 


où dQ est un élément d’angle solide; v,, la vitesse de l’électron 
primaire. 

Lorsque E, + 0 et & — 0, la section efficace définie par cette 
formule tend vers l'infini. Ceci signifie que la formule (10. 92) est 
inapplicable pour de faibles valeurs de £, et #. La condition d'appli- 
cabilité de cette formule s'exprime par les inégalités 


hr, > Ze? (10.93) 
ou 


E, > (Z'em./(2R?)] = 13,522. (10.94) 
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La signification physique de ces inégalités est que l'énergie d’un 
électron primaire agissant sur un atome doit être beaucoup plus 
grande que l'énergie des électrons atomiques. L'énergie 


Ey = (Ephiim = 13,527, (10.95) 


dont l’ordre de grandeur est celui de l'énergie des électrons atomi- 
ques, constitue une certaine énergie limite. L'énergie ÆE, figurant 
dans les formules (10.94) et (10.95) s'exprime en électrons-volts. 
Pour Z = 1, l'énergie (E;)iim est égale à l’énergie d'ionisation E; 
de l’atome d'hydrogène (v. $$ 3.12 et 6.1). Comme E; (eV) = 132, 
on à (E»)im Æ Z£E:i. Ceci signifie que l'énergie à partir de laquelle 
est applicable la première approximation de Born, c'est-à-dire la 
frontière entre les énergies. £, « moyennes » et « grandes », dépend 
de Z. C’est ainsi par exemple que pour Be (Z = 4). (E;)im # 200 eV, 
pour Ni (Z = 28), (E»hiim Æ 10 keV et pour Pb (Z = 82), (Ephim # 
= 90 keV. On voit que pour des éléments à grandes et moyennes 
valeurs de Z la condition (10.94) n’est pas satisfaite dans toute la 
gamme d'énergies des électrons importante pour la technique des 
émissions. C’est pourquoi, pour une description théorique suffisam- 
ment correcte du processus de diffusion élastique des électrons d’éner- 
gies moyennes (1 à 10 keV), il convient d'utiliser l’approximation 
du deuxième ordre de la théorie des perturbations (v. $ 3.15). 
L'inapplicabilité de la formule (10.92) lorsque ® —+ 0 est liée 
à ce que pour de faibles à (en langage classique ceci signifie des colli- 
sions faibles à grands paramètres d'impact) on doit tenir compte de 
la protection du noyau par la couche électronique externe. Dans ces 
conditions, l'énergie d'interaction potentielle s'exprime par 


U (r) = —(Ze*/r) exp (—r/re), (10.96) 


où r, est le rayon d'écran. 
Dans ce cas on a 


doe 4Z°eïmÈ = 
"dQ  [8meËp sin® (0/2) + ht/rel * (10.97) 

Si 8m.E, sin° (8/2) 5 k°/re, l'expression (10.97) se ramène à la 
formule de Rutherford (10.92). Pour 8 —+ 0 la formule (10.97) donne 
à la différence de (10.92) une valeur finie de la section efficace de 
diffusion. L'intégration de (10.97) sur les angles montre que pour des 
électrons suffisamment rapides (pour E, © k*/8meri) la section 
efficace totale de réflexion élastique des électrons est inversement 
proportionnelle à l'énergie: 


0e (En) = 2nriZ'etmu/h°E,. (10.98) 

Compte tenu de (10.95) cette expression peut se mettre sous la 
forme 

0e (Ep) = 4nrë (Ephiim /Ep. (10.99) 


L'approximation de Born n'étant en toute rigueur valable que 
pour E» > (E»)1im, il résulte de (10.99) que la section efficace de- 
réflexion élastique ©. des électrans est beaucoup plus petite que la 
section géométrique d'un centre de diffusion de rayon r.. L'expres- 
sion (10.99) montre que 6. c E;'. Cette conclusion théorique s'ac- 
corde qualitativement avec la formule empirique (10.90) pour R (E;). 

Alors que le coefficient de réflexion élastique décroît de façon 
monotone avec l'augmentation de E,, sauf dans les régions de faibles 
valeurs de Æ, et dans la région où l’énergie des électrons primaires 
(en keV) E, = Z°/8, le coefficient de réflexion inélastique des élec- 
trons (CRI) croît pour la plupart des métaux, des semi-conducteurs et. 
des diélectriques lorsque E, augmente jusqu'à E, Æ 0,5 à 1 keV. 
Lorsque les électrons tombent suivant la normale à la surface de tou- 
te substance, la valeur de n ne dépasse pas, quelle que soit l'énergie 
des électrons, environ 0,5 (v. fig. 10.46). La valeur du coefficient 
de réflexion inélastique se détermine par le nombre atomique Z 
(v. fig. 10.47) pour des éléments simples, et par le nombre atomique 
effectif pour des composés : 


Zen=X rAiZilX riÂ;, (10.100) 


où À; et Z; sont respectivement les poids atomiques et les nombres 
atomiques des i-ièmes atomes du composé contenant #; atomes d’une 
espèce donnée. 

Le coefficient n dépend de l’angle d'incidence des électrons sur 
la surface de la cible, en augmentant avec q. Cette variation est. 
d'autant plus forte que le nombre Z est plus petit. Une telle dépen- 
dance n (+) tient vraisemblablement à ce que du fait de la distribu- 
tion non isotrope (allongée dans la direction du faisceau primaire} 
des électrons inélastiquement diffusés (diffusion « à petits angles »} 
suivant les angles Ÿ, la rotation du faisceau primaire d’un angle 
par rapport à la normale à la surface conduit, dans le cas de tels 
éléments légers, à la croissance de n non seulement par suite de la 
diminution de la profondeur de sortie des électrons inélastiquement. 
diffusés mais également par suite de la variation de la direction de 
leur mouvement. Dans des substances à nombre atomique Z élevé, 
c’est une dispersion multiple, presque diffuse des électrons primaires 
qui est la plus probable. Il en résulte une variation n (œ) plus faible: 
parce que dans ce cas seule la diminution de la profondeur de sortie: 
joue un rôle. La variation n (@) peut être approchée par une formule 
similaire à la formule (10.89) donnant le coefficient d'émission se- 
condaire ô: 


Inn = In B — $ cos", (10.101) 


où B est une constante caractéristique d’une substance donnée. 
Pour E, > 0,3 keV, l’exposant est voisin de l’unité pour des élé- 
ments légers et des éléments à valeurs moyennes de Z (Be, Al, Ti, Ni, 
Ag), alors que pour des éléments lourds (Ba, Pb) il varie de 0,6 à 
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0, 8 selon l'énergie £,. Pourtant, lorsque £, << 0,3 keV, la variation 
n (+) est plus forte pour des éléments lourds que pour ‘des éléments 
eee (par exemple. plus forte pour Pb que pour Be). 
© La valeur du coefficient 1 de réflexion inélastique des électrons 
ne dépend ni de la température, ni du changement de phase de la 
cible lors de la fusion ou de la solidification. Ceci singifie que la 
diffusion inélastique des électrons primaires qui détermine le coef- 
ficient n s'effectue par des atomes isolés du réseau. En même temps 
une étude détaillée montre que pour certaines faces des cibles mono- 
cristallines le coefficient n peut avoir une valeur nettement plus 
grande que pour des cibles polycristallines. C’est ainsi par exemple 
que pour les faces (100), (111) et (110) du tungstène monocristallin 
nm Æ 0,55 à 0.6 alors que pour le tungstène polycristallin n Æ 0,4. 
Selon la théorie de la réflexion inélastique des électrons le coef- 
ficient n peut être représenté de façon approchée par la somme de 
deux termes: 


1 = M + MN (10.102) 


où 1, correspond à une diffusion simple d'un électron primaire par 
d’atome et n+ à une diffusion multiple. 
On a obtenu les expressions suivantes pour n, et 1 : 


a z (i— in n 
No DIRE. (10.104) 


Ces formules s'accordent qualitativement avec les courbes expé- 
rimentales n (£,) et n (Z) (v. fig. 10.46 et 10.47), si l’on admet que 
la contribution principale à la valeur de n est apportée par n« dans 
la région d’énergies moyennes et par n, dans la région de fortes 
énergies. Le calcul de la section efficace différentielle de réflexion 
inélastique des électrons montre que (d0,/dQ) « Z, alors que dans 
le cas de la réflexion élastique (do.'dQ) ce» Z°. Ceci signifie que pour 
des atomes plus lourds, dans la région de hautes valeurs de E, 
{Er > 10 keV), la réflexion élastique l'emporte sur la réflexion 
inélastique. Pour des atomes légers, les probabilités de collisions 
élastique et inélastique d’un électron avec l’atome sont voisines 
l’une de l’autre si l’énergie de l’électron est suffisante pour une 
collision inélastique. 

L'angle moyen de déviation d’un électron primaire lors d’une 
diffusion unique se détermine par la formule 


(8,) = 3,7ZWSE;UE, (10.105) 


où 8 est exprimé en radians et E, en eV. Par exemple, pour £, 

= 20 keV et Z = 29 (cuivre), la ‘valeur moyenne de l’angle de ra 
viation (9,) & 4.5 deg & 0,08 rd, alors que l’angle de déviation 
le plus probable 8, = (8, V3 & 2,6 deg æ 0,05 rd. Lors de la dif- 
fusion multiple, si le nombre d'actes de dispersion r > 20, la distri- 
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bution angulaire des électrons V (8) s'approche de la distribution 
normale (courbe de Gauss): 


N (8) co exp (—0*/ (8°)), (10.106) 


où (8°) est l'angle de déviation quadratique moyen. Pour n — 
= 20 + 5 l'angle de diffusion le plus probable atteint 20°. Dans 
ce cas le diagramme polaire /, (ÿ) qui caractérise l'intensité de diffu- 
sion des électrons par unité d’angle solide s'approche d'une distribu- 
tion cosinusoïdale, ce qui s'accorde avec les courbes expérimentales 
In (8) (v. fig. 10.43). 

On voit donc qu'il y a beaucoup de commun entre une diffusion 
élastique et une diffusion inélastique des électrons par des atomes 
isolés d’une cible solide (ou liquide). Le caractère spécifique du solide 
se manifeste par une densité p plus élevée de la substance ainsi que 
par des effets collectifs, en particulier, par l'excitation des oscilla- 
tions du plasma électronique (plasmons de surface hw,, et de volume 
kw,.). Dans la région de petits angles de diffusion Ÿ les pertes de 
caractère de plasma sont prédominantes, alors que pour des angles ÿ 
élevés c’est la section efficace de diffusion par des excitations uni- 
partielles qui s'accroît. 

Loi du freinage des électrons primaires. — On peut montrer 
à l’aide de la théorie des perturbations (v. $ 3.15) que le pouvoir de 
freinage d’un milieu par rapport à un électron rapide d'énergie 
E, > ZE; & 13Z° (en eV) qui s’y déplace s'exprime par la formule 
suivante qui traduit la loi du freinage de Bethe: 

__dE __ 2neNz In EE 
ds — E (En) ? 


où (dE/dz) est l’énergie perdue par un électron rapide (mais non 
relativiste) par unité de parcours; W, le nombre d'atomes par unité 
de volume; (E;), l’énergie d’excitation moyenne d’un atome ou 
«+ potentiel d’ionisation moyen » ((E;) = 13Z), en eV. 

Comme 


(10.107) 


NZ = N\pZ/A, (10.108) 


où V\ est le nombre d'Avogadro; p, la densité de la substance; 
À, le poids atomique, il résulte de (10.108) que le pouvoir de freinage 
d’un milieu est proportionnel à sa densité (le facteur Z/A décroit 
de façon monotone de 0,5 pour Z — 2 jusqu'à 0,39 pour Z — 92. 
c'est-à-dire reste pratiquement constant: c'est seulement pour l’hy- 
drogène que Z/A — 1). L'expression (10.107) peut maintenant se 
mettre sous la forme 


RTE PER (10.109) 


ou encore 


1 EdE 


PEER URERES |° 


(10.110) 
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Ici, À — 2nxe'N,Z/A est une constante qui ne dépend que très 
faiblement de la composition chimique de la cible. 

L'intégration de l’expression (10.109) sur l'intervalle de Z --= 0, 
E = E, (surface de la cible) à une certaine profondeur effective 
(pratiquement maximale) de pénétration du faisceau d'électrons 
primaires (2 Æ Lerr, E Æ 0) donne 


E Œp/EDY 

bise (os __ {En Î dy __ (Eh ki ( Ep Ê 
Pet TX ] "M ŒNEN SE 5 My k !?\%E) 
(10.111) 


où li (y°) = li (£,/ (E:;)}° est une fonction appelée logarithme intégral 
qui peut être approchée pour un intervalle de variation de y compris 
entre 3 et 30 par une loi de puissance 


li (y*) = y. (10.112) 
En tenant compte de cette circonstance, on peut écrire 


A (E1)° E1:39 


Let = 2neiZN À1p 


=k TZ Ei,51, (10.113) 


où À —(E;}/(2ne N;) & 1075 à 10-6. D'après Bronstein et Freimann, 
une formule empirique donnant la profondeur effective de pénétra- 
tion des électrons dans une substance est de la forme 


Len 610 EL4. (10.114) 


Dans cette formule L.sr est exprimé en cm, p, en g'emÿ, E,, 
en keV. Le rapport pZ/A est la densité électronique relative d’une 
substance. Ainsi, la valeur de Z+7, est inversement proportionnelle 
à la densité électronique totale de la cible. La formule théorique 
(10.113) est en bon accord avec la courbe expérimentale Lerr (E>). 
On ne doit pas pourtant perdre de vue que les conclusions de la 
théorie quantique des pertes inélastiques ne s’accordent bien avec 
les données expérimentales que pour (E;) — 100 eV. La valeur de 
(E;}) ne dépend ni de l'énergie Æ;, ni de la nature de la particule 
ionisante chargée si E 5 (E;). La loi définie par l'expression 
(10.107) est parfois appelée loi des pertes continues ayant en vue que 
conformément aux exigences de la théorie des perturbations con- 
cernant la petitesse de l’action perturbatrice de l’électron sur l’ato- 
me, l’électron perd de l'énergie principalement par petites portions 
en la dépensant, par exemple, pour l’excitation de plasmons et pour 
l'ionisation des enveloppes atomiques supérieures. 

D'après Feldmann, une loi empirique déterminant la profondeur 
de pénétration effective Lerr des électrons primaires dans une cible 
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peut se décrire par la formule 
A 


Lert FF 2,5: 107$ AE E;, (10.115) 
où 
n = 1,2/(1 — 0,29 lg 2). (10.116) 


Ici, Z est le nombre atomique de l’élément ou, dans le cas des com- 
posés, le nombre d'électrons dans une molécule. 

Dans la formule (10.115), Lerr est exprimé en cm et E, en keV. 
Les valeurs de la profondeur de pénétration effective calculées à 
l'aide des formules (10.114) et (10.115) sont d’un même ordre de 
grandeur. Mais la formule 
(10.115) tient compte de la Lerr. pm 
variation de la loi du freinage 
avec Z (ou Zer): l'exposant © BIT 
n augmente lorsqu'on passe E—+i— 
des substances légères à des 
substances plus lourdes. C’est 
ainsi par exemple que les va- 
leurs de nr calculées à l’aide 
de (10.116) pour Si, GaAs et 
GaP sont égales respective- 
ment à 1,8; 2,5 et 2,32. Pour !2 
Ge, nr —2,13 et pour Al, 

n = 1,77. La valeur de L,st 
calculée au moyen des formu- 
les (10.114) et (10.115) repré- 
sente une distance que l’élec- 
tron primaire parcourt dans 
une substance sans subir de 
diffusion à grands angles dans ;; 
le champ du noyau masqué 
par les électrons, c’est-à-dire 
sans perdre son énergie par Fig. 10.48 

fortes portions. La fig. 10.48 

montre les courbes Lerr (E,) pour Al, Ge, Si, GaAs et GaP 
calculées à l’aide de la formule empirique (10.115). La courbe 
Lerr (E)) en traits interrompus est calculée théoriquement pour Al 
en ne tenant compte que des pertes d'énergie pour l'excitation de 
plasmons. On voit que la prise en compte du seul canal collectif de 
pertes d'énergie (de plasmons) ne suffit pas pour expliquer la varia- 
tion Lerr (E>) obtenue par voie expérimentale. Pour les électrons de 
telles énergies le principal mécanisme des pertes d’énergie inélastiques 
est constitué par des interactions unipartielles avec des électrons 
liés du solide dont les états diffèrent peu de leurs états quantiques 
dans des atomes isolés. 

Pertes caractéristiques d’énergie et pics des électrons Auger. — 
Dans le spectre des électrons inélastiquement diffusés N (E,), les 


1 2 34 6810 2 J0 E,.kev 


597 


pertes discrètes d'énergie se manifestent sous forme de pics situés 
à gauche du pic des électrons élastiquement réfléchis (v. fig. 10.42). 
Ces pics portent le nom de pertes caractéristiques d'énergie (PCE). 
Les pics de PCE dont la position est indépendante de E, compren- 
nent des pics de plasma ainsi que des pics liés à des pertes discrètes 
d'énergie AE, au cours des transitions bande à bande (interactions 
unipartielles). Rappelons que l'énergie des pertes de plasma est 
comprise pour différentes substances entre 3 et 30 eV (v. $ 8.4) ©. 
Aux pertes d'énergie lors de l’excitation des couches électroniques 
profondes (A, Z et autres) de l'atome sont liées des pertes d'énergie 
par ionisation (PEI). En mesurant, à l’aide d’analyseurs d'énergie 
de type quelconque (v. chap. 2), les pertes discrètes d'énergie AE, 
lors de la réflexion des électrons sur un solide massif ou lors du pas- 
sage des électrons à travers un film mince de substance, on peut 
obtenir des renseignements sur la composition élémentaire et chimi- 
que de la substance. C’est sur ce principe que sont basées Les rné- 
thodes d'analyse modernes telles que la spectroscopie par pertes 
caractéristiques d'énergie (SPCE) et la spectroscopie d’ionisation (SI). 

Entre les méthodes de SPCE et SI il n’y a pas de différence fon- 
damentale. La différence entre ces deux méthodes de spectroscopie 
électronique (SE) n’est que de caractère quantitatif, à peu près la 
même que celle qui existe entre la spectroscopie photoélectronique aux 
rayons X (SPEX) et la spectroscopie photoélectronique ultraviolette 
(SPUV). Dans la méthode de SPCE on étudie généralement des 
pertes d’énergie de 10° & AE, < 100 eV, alors que dans la méthode 
de SI on examine des spectres de pertes d'énergie par de fortes por- 
tions (100 < AE, < 2000 eV). 

Dans les spectres de pertes caractéristiques d'énergie on observe 
souvent des pics multiples (par exemple, des pics correspondant à 
l'excitation de deux, trois ou un plus grand nombre de plasmons) 
et des pics hybrides ou combinés (pertes par transition interbandes - 
+ plasmon, etc.). Les pertes d'énergie peuvent être subies non seule- 
ment par des électrons primaires se déplaçant dans le sens direct 
mais également par des électrons primaires inélastiquement réfléchis 
qui se déplacent vers la surface de l'émetteur. En perdant de l’éner- 
gie, ces deux types d'électrons primaires créent sur leur parcours un 
certain nombre d'électrons chauds (électrons secondaires internes) 
excités à un niveau supérieur à celui de Fermi dans un métal ou vers 
des états supérieurs libres de la bande de conduction dans un semi- 
conducteur ou dans un diélectrique. 

La fig. 10.49 représente schématiquement les diagrammes énergé- 
tiques d’un métal ( et des transitions électroniques correspondant 
aux processus de photoionisation (a), d’ionisation par choc électro- 


@) L'énergie du plasmon pour un électron libre (ou quasi libre) est Aw,, = 
= (4neîn/moe) en CGs et ñ@p — (e?n/moeeg)/? en SI. Pour des électrons de 
conduction en SI, ©p = (en/mae,e)?. 

(2) Pour origine des énergies on a pris le niveau de Fermi Ep du métal. 


558 


nique (b) et d'émission d'électrons Auger (c). Dans la méthode de 
spectroscopie électronique pour analyse chimique (SEAC), l'énergie 
d'un photoélectron arraché par Îe quantum kv à la couche X, par 
exemple, s'exprime par 


E = h\—Ex. (10.117} 


Qi 


Ainsi, dans la méthode de SEAC l'énergie E mesurée à l’aide 
d'un spectromètre n’est déterminée que par l'énergie de liaison £, 
de l’électron situé sur la #-ième couche interne de l'atome (ou dans 
la bande de valence lorsqu'on applique la méthode de spectroscopie 
ultraviolette). Comme il n’existe qu'un seul état initial (E,) et un 
seul état final (E) de l’électron, la largeur du pic observée dans la 
spectroscopie pour analyse chimique (ou dans la spectroscopie 


photoélectronique ultraviolette) sera déterminée seulement par la 
monochromaticité du rayonnement X (généralement de l'ordre 
de 1 eV) et le pouvoir de résolution du spectromètre (0,1 à 0,01 eV). 
Dans la méthode de spectroscopie d’ionisation (fig. 10.49, b) les 
pertes d'énergie pour l'excitation, par exemple, de la couche X 
de l’atome s'expriment par la relation 


AËr =E,—E,=Ex+ E., (10.118) 
où £, est l’état final d’un électron atomique dans la bande de con- 
duction d’un métal. 

L'énergie que possède un électron primaire inélastiquement 


réfléchi après l'interaction avec un électron de la couche Æ aura 
pour valeur 


E, = Ep — Ex —Ee (10.119) 


A la différence de la spectroscopie électronique pour analyse 
chimique (ou de la spectroscopie photoélectronique ultraviolette) 


559 


on a ici deux états initiaux (£, et EX ) et deux états finaux (£, et £.) 
des électrons participant à la transition. Les énergies Æ, et E, peu- 
vent être déterminées avec une précision de l’ordre de 1 eV, alors 
que l'énergie £. peut prendre toutes les valeurs comprises entre 0 
et +10 eV. C'est pourquoi, en appliquant la méthode de spectrosco- 
pie d’ionisation pour l'analyse élémentaire (pour la détermination 
de Z) des atomes superficiels, il convient de considérer la valeur 
minimale de la perte d'énergie (AE ;)min (le cas limite E, —+ Ep). 
Pour les semi-conducteurs et les diélectriques, la valeur minimale 
de la perte d'énergie diffère de l'énergie de liaison par la largeur de 
la bande interdite AE, : 


(AE »)min = En + AE ;, (10.120) 


où Æ, est l’énergie de liaison d’un électron situé dans une couche 
interne de l'atome. 

La méthode de spectroscopie d’ionisation n’exige pas de corriger 
les résultats pour tenir compte du travail de sortie ep, car l’électron 
primaire traverse la barrière de surface deux fois dans des sens 
‘opposés. 

La méthode de spectroscopie électronique Auger (SEA) se ca- 
ractérise par la participation aux transitions de trois états électro- 
niques du solide (fig. 10.49, c). Les spectres Auger peuvent être 
stimulés tant par une photoercitation que par une ercilation électro- 
nique. Dans la méthode de spectroscopie Auger l’énergie est détermi- 
née en faisant varier la tension appliquée entre les plaques de l’analy- 
seur dans une certaine région d'énergies au voisinage de E,, à valeur 
constante de Æ,. C’est ainsi par exemple que dans le cas correspon- 
dant à la fig. 10.49, c cette énergie s'exprime par l'expression 


Eso = Ex — Er — Er, (10.121) 


Où Ex — Eyxn est l'énergie qui se dégage lorsqu'une lacune (trou) 
est comblée au niveau X par un électron provenant du niveau Lrr1; 
E;., l'énergie de liaison d'un électron dans la bande de conduction 
(ou, pour un semi-conducteur non dégénéré et un diélectrique, dans 
la bande de valence). 

On convient de désigner une telle transition par XLinV. L'éner- 
gie qui se libère dans la première étape de la transition Auger peut 
être transférée non seulement aux électrons de la bande de valence 
mais également à ceux des autres bandes et des niveaux quasi discrets 
du solide. De telles transitions sont représentées par des transitions 
de types XLL, LMM, MNN, NOO et autres (fig. 10.50). Sur cette 
figure, la position des pics Auger est représentée par des points dans 
le plan (Z — E,). Les pics les plus intenses sont figurés pour chaque 
élément par des gros points. Pour une identification exacte des élé- 
ments par la méthode de spectroscopie Auger de la surface il convient 
de se servir de catalogues standard de pics Auger. Si deux états sur 
trois appartiennent à la bande de valence, et le troisième, à la cou- 
che X de l’atome, un tel pic Auger est désigné par XVV. Les transi- 
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Fig. 10.50 


tions peuvent également s'effectuer entre les sous-niveaux d’une 
même couche (par exemple MiMivMiv, MirMivMiv, NinNivWiv, 
OnO1vOiv et autres). Dans les transitions de types KLV, KVV et 
similaires la largeur des pics se détermine par la largeur de la bande 
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de valence et peut atteindre —10 eV. L'étude de la structure fine 
des pics de type A LV permet d'obtenir une information sur la distri- 
bution de la densité d'états électroniques au-dessous du niveau de 
Fermi étant donné que la probabilité de transitions se détermine par 
la densité d'états électroniques. Les spectres des électrons Auger se 
séparent facilement des spectres de SI (et de PCE). car la position 
des pics sur la courbe W (£.) ne dépend pas de l'énergie £, dans le 
premier cas et en dépend dans le second. Pour élever le rapport 
signal/bruit, on effectue une dérivation simple ou double de la 
courbe W (E,) (v. fig. 2.11). Il ne faut pas en outre perdre de vue 
que la position des pics correspondant à la diffusion élastique par 
résonance des électrons lents au voisinage des seuils (DERELS) 
dans le spectre NV (E,), de même que la position des pics des électrons 
Auger, ne dépend pas de l'énergie des électrons primaires E, mais 
constitue une caractéristique du solide (spectroscopie DERELS). 

Les méthodes de spectroscopies Auger, d’ionisation et par pertes 
caractéristiques d'énergie sont souvent utilisées conjointement vu 
qu’elles se complètent mutuellement en facilitant l'interprétation 
des spectres Auger, qui sont parfois bien compliqués, ainsi que des 
spectres de pertes d'ionisation qui peuvent comporter en plus du 
pic principal des satellites liés par exemple à l'excitation des plas- 
mons de surface et de volume lors de la sortie du solide des électrons 
Auger et des électrons primaires inélastiquement réfléchis. La sensi- 
bilité de la méthode de spectroscopie Auger est de 10-? à 10 de 
monocouche d'atomes à Z > 8. 

Emission d'électrons secondaires vrais. — Revenons maintenant 
à l'étude des électrons secondaires vrais, c'est-à-dire des électrons 
d'énergie 0 < E, < 50 eV (groupe 7 de la fig. 10.42). Les électrons 
Auger sont eux aussi des électrons secondaires vrais bien que dans 
la plupart des cas leur énergie E,0 >> 50 eV et les pics Auger se 
recouvrent avec la région 71 de spectre N (E,) correspondant aux 
électrons inélastiquement réfléchis. La densité d’excitation des 
électrons secondaires internes G (z, E) est proportionnelle à la densi- 
té d'énergie absorbée par unité de parcours dE/dz. La vitesse de per- 
tes d'énergie se décrit par la loi du freinage de Bethe (10.107). Elle 
peut se déterminer également par la différentiation de la formule 
empirique (10.115). Une telle différentiation donne 


dEldz = E1-*/bn, (10.122) 


où b — 2,5-10-SA/pZ"/?, et n — 1,2/(1 — 0,29 IgZ). 

Comme il s'ensuit des expressions (10.107) et (10.122), la vitesse 
des pertes d'énergie est maximale à la fin du parcours où £ est 
faible (). Pourtant, comme il a été montré précédemment, un nombre 
important d'électrons primaires subissent, lors de l’interaction avec 
des noyaux atomiques mis sous écran, une diffusion à grands angles. 
Sur son trajet vers la surface de l'émetteur, le flux d'électrons diffu- 


(4) Dans le cas de la formule (10.122) ceci résulte de la condition n = 2. 
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sés en sens inverse n perd de l’énergie pour la création d'électrons 
secondaires vrais. Pour des substances à fortes valeurs de n, la 
contribution au courant total d'emtission secondaire apportée par des 
électrons secondaires vrais lents, créés par des électrons inélastique- 
ment réfléchis, atteint 60 %. Ainsi, le coefficient d'émission secon- 
daire par réflexion Ô vaut la somme de deux parties: 


= Op + (On) = ôp + San — ôp (1 + Br), (10.123) 


où 6, est le coefficient d'émission d'électrons secondaires vrais créés 
par le flux d’électrons primaires se déplaçant vers les régions pro- 
fondes de la substance; (6,), le coefficient d'émission? d'électrons 
secondaires vrais créés par 
les électrons primaires ré- 
fléchis en sens opposé, sn, 
l’efficacité du flux d'élec- 
trons réfléchis en sens in- 
verse (nombre moyen d’é- 
lectrons secondaires lents 
créés par un électron iné- 
lastiquement réfléchi). 

Par suite d’une diffu- 
sion multiple des électrons 
primaires le maximum de 
la fonction qui caractérise 
la densité d'excitation des 
électrons secondaires vrais 
G (z, Eh) ) se situe non à 
la fin du trajet, c'est-à-dire 
pour 2% Lerr, comme il 
fallait s’y attendre en par- re 
tant uniquement des lois () Zm° Lm Left 
du freinage de Bethe et Fig. 10.51 
de Feldmann, mais à une 
certaine profondeur caractéristique z» — Lm dépendant des pro- 
priétés de la cible (Z, À, p) et de l'énergie des électrons primai- 
res E,. La fonction G (Z, Æ,) a une forme en cloche voisine (pour 
z — 0) de la distribution tronquée de Gauss (fig. 10.51). D'après 
Everhart, la fonction G (3, E}) a une valeur G (0) non nulle sur la 
surface (z — 0), passe par un maximum pour z Æ (Le#r/3) et décroît 
d'environ d’un ordre de grandeur pour z Æ Li. La valeur maximale 
Gm (Zm» En) de la fonction est à peu près deux fois celle de G (0, E;). 
Pour z > 0, l'expression empirique de G(z, E,) est de la forme 


Ep (4— 2—0,36Lert \2° 
G(z, Ep)= 20 D D exp [ re) : (10.124) 


G) Cette fonction est également désignée par dn, (:, Ep)/ds. 
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Ici, f est la part de l'énergie des électrons primaires emportée de la 
cible par les électrons réfléchis en sens opposé; (e). l'énergie moyen- 
ne de formation d'une paire électron-trou. 

Pour des électrons suffisamment rapides, la valeur de (e) est 
indépendante de leur énergie mais croît linéairement avec la largeur 
de la bande interdite AE, d’un semi-conducteur ou d’un diélectrique. 
La variation de (e) en fonction de AE, , exprimée en électrons-volts, 
est donnée de façon approchée par la formule empirique suivante: 


(e) & 2,8AE, + 0,75. (10.125) 


Par exemple, pour Si, (e) — 3,9 eV; pour GaAs, (e) — 4,6 eV; 
pour GaP, (e) — 7,5 eV. 

Le nombre d'électrons qui atteignent la surface de l'émetteur 
est donné par l'intégrale, étendue sur toute l’épaisseur L d’un échan- 
tillon, du produit de G (z, Æ,) par la probabilité de sortie de l’élec- 
tron à partir d’une certaine profondeur z vers la surface (z = 0). 
Dans le cas des cathodes à émission secondaire à affinité nulle ou 
négative, le flux d’électrons thermalisés vers la surface se détermine 
à partir de l’équation de diffusion. La probabilité de sortie des élec- 
trons sur la surface depuis une profondeur 3 est alors prise égale à 


= L exp(—:/L 2/L : 
(Æ, <) HE Ee En (40.126) 


où L est l'épaisseur de l'échantillon; L,, la longueur de diffusion 
d'un électron dans la région p; 


Q = + exp [—(2L/L,)]. (10.127) 


Ici le signe « + » correspond à la vitesse de recombinaison en surface (! 
s — 0, et le signe « — », à s = 00. Compte tenu de (10.126), l’expres- 
sion donnant le coefficient d’émission secondaire vraie prend la 
forme suivante: 


Leti 


Q 


ô(E)=P \ G(:, E,)P(z, L)dz. (10.128) 
0 


En se servant des formules (10.128) et (10.115), on peut calculer 
le coefficient d'émission secondaire vraie par réflexion (ô) ou par 
transmission (A) en fonction de l’énergie E, des électrons primaires. 
De telles courbes calculées pour une cible en GaP pour 4 << 0 et 
différentes valeurs de L, sont représentées à la fig. 10.52. La probabi- 
lité ?, d'émission dans le vide des électrons thermalisés par un 
solide est prise égale à 0,5. Cette figure montre également en petits 


(1) La vitesse de recombinaison en surface s s'exprime par le rapport du 
nombre d’actes de recombinaison par unité de temps ct de surface à la concentra- 
tion des porteurs de charges hors d'équilibre au voisinage de la surface (en dehors 
de la région de charge d'espace). Les dimensions de cette vitesse [s] = m-s”l 
(v. $ 9.7). 
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cercles les valeurs expérimentales de 6 (Æ,) obtenues pour un mono- 
cristal de GaP de type p dopé au zinc (la concentration des impuretés 
étant de 2-10'8 cm *). Après la taille sous un vide très poussé, la 
surface a été activée par les atomes de césium et d’oxygène pour 
obtenir un état à affinité électronique négative. La droite en traits 
interrompus est la tangente à la courbe 6 (E,) pour de faibles valeurs 
de Æ;,. L'écart que cette droite présente par rapport aux valeurs 
théorique et expérimentale de ô pour E, > 200 eV signifie que pour 
de faibles énergies Æ, la valeur de (e) ne se décrit plus par la formu- 
le (10.125). En effet, comme il a 
été montré précédemment (v. fig. 
10.41), l'énergie Æ'  correspon- 
dant au seuil de l'émission secon- 
daire intrinsèque par les diélectri- 
ques est voisine de la largeur de la 
bande interdite. De plus, pour de 
faibles énergies Æ, la profondeur 
de pénétration des électrons pri- 
maires est de l’ordre de grandeur 
de la courbure superficielle des 
bandes d'énergies. C’est pourquoi le 
movement des électrons secondai- 
res dans cette région ne se décrit 


pas par le modèle de la diffusion de 0 ? = 6 8 10EkeV 
l’émission secondaire. Dans cette 
région, le champ électrique qui Fig. 10.52 


accélère les électrons peut faire 

croître tant la longueur de diffusion effective L, que la probabilité 
d'émission des électrons dans le vide étant donné que dans la région 
superficielle les électrons deviennent chauds par suite de l’accéléra- 
tion par le champ. La comparaison des valeurs théoriques et expéri- 
mentales de Ô montre également que dans ce cas L, & 0,1 um. 

La fig. 10.53 représente les courbes de variation du coefficient 
d'émission secondaire vraie par réflexion à (£}) et par transmission 
A (£}) obtenues pour un film monocristallin mince de silicium de 
type p dopé au bore [CL à 2):10'# atomes d’impureté par { cm]. 
L’épaisseur du cristal a été réduite, par décapage chimique. jusqu'à 
4 ou 5 pm. Après le nettoyage de la surface par bombardement 
Re elle a été activée à l’aide de Cs et d'oxygène. La courbe 
ô (E») présente dans la région de faibles énergies £, une « saillie » 
similaire à celle que l’on observe lors de la mesure de ô (E,) pour 
un échantillon massif de GaP (v. fig. 10.52). Pour £, > 8 keV, la 
croissance du coefficient Ô se ralentit alors que le coefficient A 
commence à croître brusquement pour passer ensuite à saturation. 
Ceci tient à ce que les électrons primaires commencent à traverser 
toute l'épaisseur du film à étudier comme cela résulte de la courbe 
Lers (Ep) (v. fig. 10.48). La comparaison des courbes expérimentales 
et des courbes théoriques (L, = 5 um, L = 5 um) représentées à la 
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fig. 10.53, b montre que la probabilité d'émission d'électrons dans le 
vide à travers la surface est P, = 0,3. Les valeurs expérimentales 
absolues du coefficient à pour des cibles à x < 0, à £, > 1 keV, 
peuvent être de l’ordre de 10% à 10°, ce qui est en bon accord avec la 
théorie de la diffusion de l'émission secondaire. 

L'expression donnant la densité de distribution des électrons 
secondaires internes suivant l’épaisseur d’un échantillon peut avoir 
une forme un peu différente de celle de (10.124). C'est ainsi par 
exemple que Makarov a proposé pour cette fonction l'expression 
empirique suivante: 


G(, E=Gnexp[—(—212-;)], (410.129) 


__ 2Ep(1—0,5n) (r+ V2) 
LES (2) Va Lerr(i+erfr) ° (10-180) 


Le coefficient d'émission secondaire vraie ôÔ peut se déterminer 
pour les électrons chauds à partir de la relation 


œ 


8(E;)= Pyen Î G(z, E,jexp(—z/h,)dz, (10.132) 
0 


OÙ Pen = Poen EXP (—Z'À,) est la probabilité de sortie des électrons 
secondaires internes (chauds) dans le vide depuis la profondeur z; 
Pochs la même probabilité pour z = 0; à,, la profondeur de sortie 
effective des électrons chauds (&, = À;!'est le coefficient d’absor- 
ption des électrons chauds sur leur trajet vers la surface). 

La variation de la profondeur de sortie des électrons en fonction 
de leur énergie dans l'intervalle d'énergie de 10 à 1500 eV détermi- 
née expérimentalement par différents auteurs est représentée à la 
fig. 10.54. Les mesures ont été effectuées d’après l’intensité des pics 
des électrons Auger. 

Si l’on substitue à G (z, E,) la valeur de dE/dz tirée des formules 
(10.107) ou (10.111). on obtient, toutes réductions effectuées, une 
expression de la forme 


6/ôm = F{Ey/Epm)s (40.133) 


où 6Test la valeur maximale du coefficient d’émussion secondaire 
vraie; Epm, l'énergie E, pour laquelle cette valeur est atteinte. 

En simplifiant considérablement le problème et en supposant 
notamment que tous les électrons secondaires vrais (chauds) sortent 
à partir d’une certaine profondeur déterminée À,», c'est-à-dire que la 
fonction G (z, E,) est approchée par la fonction 6 conformément à la 
théorie du freinage de Bethe À, « E;/* et n — Cte, Sternglas a obte- 
nu la forme explicite de la fonction F (E}/Epm) : 


(6/ôm) = (Ep/Epm) EXP {2 1 — (Ep/Epm)°]}. (10.134) 
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Pour de nombreux métaux et semi-conducteurs simples ainsi que 
pour certains diélectriques, les valeurs expérimentales de 6/6, 
peuvent être représentées par une seule courbe universelle F (E,/E,») 
valable dans un intervalle de variation de E, de quelques centaines 
d’électrons-volts à plusieurs kiloélectrons-volts. Cette propriété des 
émetteurs d'électrons secondaires est appelée loi de la similitude dans 
l'émission secondaire. Pourtant cette loi ne peut pas être considérée 
comme suffisamment rigoureuse 
et universelle. Elle cesse d’être 04 
valable pour (Eh/Epm) > 4 à 5et 
certains diélectriques étudiés ne la 800 
suivent pas. En outre, il ne faut 
pas perdre de vue que la courbe 
Ô(E»), de même que la courbe 
6 (£>), ne traduit pas une fonction 
continüment variable. Sur sa par- 
tie ascendante on peut observer, 
surtout pour les diélectriques, une 
structure fine liée à des phéno- 
mènes de seuil, c’est-à-dire à une 
variation de la pente de la courbe 
ô (E,) au voisinage des seuils d’ex- 
citation de différents canaux uni- 
partiels et de canaux d'oscillation 
de plasma (on observe un ralentis- 
sement de la croissance de ô pour 
des énergies correspondant à l’exci- 
tation de plasmons de surface, de 
volume, multiples et hybrides et 
une augmentation de cette crois- 
sance à la mise en jeu de chaque 


nouvelle transition entre bandes). 8 16 24 E. keV 
La fig. 10.55 montre la dépen- y is 

dance © (£,) obtenue pour Be, Ti, 

Mo et Pt. Les courbes © (E,) de Fig. 10.53 


tous les métaux, semi-conducteurs 

et diélectriques ont une forme analogue (sans tenir compte de la 
structure fine). Pour la plupart des substances, o,, > 1 (excepté Be, 
C, Mg, Al, K, Ca, Sc, Ti, Sr, Cs et Ba pour lesquels 6, < 1). 
Les valeurs de E,. pour lesquelles les substances à 6, >> 1 ont un 
coefficient o = 1, sont appelées respectivement la première (ET) et la 
seconde (E11) énergies critiques [ou potentiels critiques (V1) et (V{1)]. La 
valeur de ces énergies a de l’importance dans les cas où les émetteurs 
d'électrons secondaires sont utilisés dans divers appareils électroni- 
ques à vide (photomultiplicateurs, tubes à mémoire, tubes de prise de 
vue de télévision, magnétrons, etc.). La réalisation de la condition 
o > 1 est nécessaire pour l’amplification d’un courant électronique 
faible. Le potentiel V, auquel se trouvent portées des cibles métalli- 
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ques ou diélectriques isolées lors du bombardement électronique 
dépend pour une large part du choix de l’énergie du faisceau d’élec- 
trons primaires. Pour £,, << El (o << 1), la cible se charge négative- 
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ment jusqu’auJpotentiel de la source d'électrons (Een Vh), car c’est 
seulement dans ce cas que peut s s'établir un état d'équilibre pour 
lequel les électrons primaires se réfléchissent totalement sur la cible 
(Gerr = 1). Pour El << E, << ENT (o > 1), la cible se trouve portée à 
un potentiel positif dont la va- 
leur V, se détermine par les con- 
ditions d’arrivée des électrons 
secondaires au collecteur. Si 
tous les électrons secondaires 
sont collectés, la cible métal- 
lique isolée ou la surface diélec- 
trique acquiert le potentiel de 
collecteur (V, — V.). car c’est 
seulement dans ce cas que le 
nombre d'électrons primaires 
venant frapper la cible sera 
égal au nombre d'électrons se- 
| 2 condaires quittant la cible 
Fig. 10.55 pour tomber sur le collecteur 
(oerr = 1). Pour E, > EI 
(o < 1), la condition d'équilibre est que la surface diélectrique soit 
chargée à un potentiel négatif | V, | — V, — Vi! (dans ce cas Ge — 
= {, car l’énergie des électrons primaires venant frapper la cible 
sera E, — |eV, | = Eli). 
Pour des surfaces métalliques propres Om — 0,5 à 1,8 et Epm = 
— 0,2 à 0,9 keV. Les valeurs de 6, = 0h — n sont comprises entre 
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0.4 et 1,6, et les valeurs de E,,, intervenant dans la fonction 6 (£,} 
varient de 0,2 à 0,8 keV. Pour les semi-conducteurs (si l’on ne prend 
pas de mesures en vue de réduiré #), 1 < 6, < 1,5 et E,n = 0,3 à 
0,8 keV. Pour des diélectriques à forte teneur en centres d’impureté- 
et de défauts, caractérisés par des valeurs élevées de % (mica, verre, 
quartz, willémite, plastique fluoré, polyéthylène et autres), le coeffi- 
cient ©, est petit (1 € 6» < 3), alors que les valeurs de £}! sont de 
l’ordre de quelques kiloélectrons-volts. Pour des films et mono- 
cristaux de sels alcalino-halogènes (NaCI, KCI, Csi. CsBr et autres): 
ainsi que pour des oxydes de métaux alcalino-terreux (Mg, Ca0, 
SrO, BaO), om = 10 à 30 pour 0,6 < Epm < 2.5 keV. L'énergie E1 
est dans ce cas de l’ordre de 10 eV, et El > 10 keV. Les hautes: 
valeurs de 6,, sont propres à des photocathodes hautement efficaces. 
(v. $ 10.7) ainsi qu'à certains émetteurs alliés (AgMg. CuMgAl, 
AgBeSi et autres) qui ont été soumis à un traitement thermique 
spécial sous atmosphère oxydante (activation) permettant d'obtenir 
sur la surface de l’alliage une couche mince d'oxyde de métal alcalin 
(MgO ou BeO) comportant un excès d’atomes de métal. L’épaisseur 
optimale de la couche d'oxyde est de —100 nm. Pour des émetteurs. 
alliés Omax Æ 8 à 15. Les fortes intensités de courant primaire: 
peuvent provoquer une dissociation appréciable des oxydes sous 
l'effet du bombardement électronique. Dans un tel cas. le coefficient 
d'émission secondaire par l’alliage diminuera avec le temps, ce qui 
conduira à l’effet de « fatigue » des dinodes de photomultiplicateurs: 
et des cathodes froides des magnétrons. 

Les faibles valeurs de & pour les métaux et les semi-conducteurs: 
s'expliquent par le fait que les électrons chauds qui se déplacent 
dans un émetteur perdent rapidement leur énergie par suite de l’in- 
teraction soit avec les électrons de conduction (dans les métaux et les. 
semi-conducteurs de type 7 dégénérés), soit avec les électrons de va- 
lence (dans des semi-conducteurs à bande interdite étroite). Lorsqu'ils 
atteignent la surface. leur énergie se trouve insuffisante pour franchir 
la barrière de potentiel (la valeur de x ou de eg est généralement 
égale à plusieurs électrons-volts). Dans des diélectriques à large- 
bande interdite et à faible concentration des défauts un des mécanis- 
mes les plus importants de perte d'énergie lors du mouvement des 
électrons secondaires internes vers la surface est une diffusion iné- 
lastique multiple par les phonons. C’est ce qui explique pourquoi dans 
de tels diélectriques (à la différence des métaux. des semi-conduc- 
teurs et des diélectriques à grand nombre de défauts) le coefficient 
d'émission secondaire vraie Ô dépend de la température. Lorsque la 
température s'élève (d6/dT < 0), le coefficient à diminue. et l'éner- 
gie Epm Se déplace vers des valeurs plus faibles de £, (dE,,,/dT << 0). 
Si la cible est portée à des températures négatives, le coefficient & 
augmente. Pour les semi-conducteurs (excepté des photoémetteurs- 
et des thermoémetteurs efficaces), la variation de 6 en fonction de la. 
température & (T) est très faible. 

Le libre parcours de diffusion sur phonons Lhon, pour des élec- 
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trons ayant une énergie de plusieursélectrons-volts à quelques dizaines 
d'électrons-volts, s'exprime d'après Decker par 


Lyhon = 0E,/(2n6 + 1). (10.135) 
D'où 
&1(Tn) _[ wow, F1 1/2 
RTS =) , (10.136) 
avec 
no (T) = lexp (fw/kT) — 1171 (10.137) 


æt &. la fréquence d'oscillations des atomes dans le réseau (o/2x — 
+ 10 Hz). 

Chaque interaction inélastique avec un phonon entraîne la perte 
d'une petite portion d'énergie: 


ÂEe phon = Éw/(nu + 1). (10.138) 


Une étude expérimentale des fonctions 6 (7) confirme la formule 
(10.136) qui est facile à obtenir si l’on tient compte du fait que lors 
d'un mouvement par diffusion des électrons secondaires internes 
lents vers la surface le déplacement de tout électron dans toute 
direction (y compris suivant z) est proportionnel à Lhhon et à la raci- 
ne carrée du nombre de collisions (de même que lors d’un mouve- 
ment brownien !). 

Dans le cas des diélectriques à faibles valeurs de y et à larges 
bandes interdites (NaCI. KCI, MgO et autres), la valeur de ô peut 
<tre influencée par un champ électrique € . Si la surface d’une cible 
diélectrique mince est portée à un potentiel positif par rapport au 
support métallique, un champ suffisamment intense peut faire croître 
& du fait qu’au mouvement de diffusion des électrons se trouve super- 
posé le mouvement de dérive des électrons vers la surface. Il est 
pourtant clair que l'accroissement de 6 par suite de cet effet dans 
une couche continue de diélectrique ne peut pas être grand (générale- 
ment A6/6 < 4 pour des intensités des champs £ Æ 10% à 107 V/m) 
étant donné la diffusion des électrons chauds par les phonons. Le 
renforcement de l'émission secondaire par un champ électrique se 
manifeste surtout dans des couches diélectriques poreuses à faible 
valeur de la première énergie critique EI (E1 < 10 à 15 eV). Dans de 
telles cibles le champ permet d”’ extraire des pores un nombre addi- 
tionnel d'électrons lents. De plus, dans certaines conditions, les 
électrons secondaires se trouvant dans les pores peuvent se multiplier 
si l'énergie qu ’ils ont reçue de la part du champ lors du parcours 
entre les parois des pores est supérieure à EÏ. Dans des cibles forte- 
ment poreuses, chargées positivement, réalisées en NaCI, KCI, 
MgO et autres matériaux, le coefficient d'émission secondaire vraie 
peut atteindre plusieurs dizaines d'unités (dans certains cas 50 à 
100), et l'énergie E, se déplace par suite des phénomènes sus-indi- 
qués vers des valeurs égales à plusieurs kiloélectrons-volts. Un tel 
genre d'émission secondaire pratiquement dépourvue d'inertie a reçu 
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le nom d'émission secondaire renforcée par champ (ESRC) (Serebrov, 
Fridrikhov, lasnopolsky. 1962). Pour à > 10°, elle peut se transfor- 
mer par suite d’une réaction (optique) par des photons, qui résul- 
tent d'un rayonnement ultraviolet et atteignent le support, en une 
émission auto-entretenue lorsque la cible diélectrique poreuse char- 
gée commence à émettre des électrons en l’absence de bombardement 
(v. $ 10.4). 


$ 10.9. Emission thermoélectronique 


Equation pour la densité de courant d’émission thermoélectronique 
par les métaux et les semi-conducteurs. — L'émission des électrons 
par un corps chauffé est appelée émission thermoélectronique. La possi- 
bilité d’une telle émission, découverte pour la première fois par Edis- 
son, est liée à l’échauffement du gaz électronique à des températures 
pour lesquelles la « queue » de la fonction de distribution d'équilibre 
de Maxwell fr (E) des électrons selon leur énergie s'étend de façon 
appréciable vers la région où E > Ex (v. fig. 5.3). Il est évident 
qu'en principe l'émission thermoélectronique est possible à toute 
température T7 > 0 K. Par exemple, à la température ordinaire 
(300 K) ou voisine d'elle, des semi-conducteurs à valeur faible ou 
nulle de l'affinité électronique peuvent débiter des courants thermo- 
électroniques de densité jr Æ 107% à 10-1* A/cm°. Dans le cas de 
l'émission photoélectronique étudiée au $ 10.7, le courant d'obscurité 
d'émission thermoélectronique était un phénomène parasite qui 
s’opposait à la réalisation de hautes performances des appareils tels 
que les photomultiplicateurs et les convertisseurs d'images. Dans les 
tubes électroniques à vide à cathode chauffée, l'émission thermo- 
électronique est la principale source d'électrons. La densité de cou- 
rant thermoélectronique jr obtenu avec un émetteur donné atteint 
dans la région de saturation de la caractéristique courant-tension 
une valeur déterminée, si la température 7 de la cathode et son 
travail de sortie eg sont choisis conformément à l'équation de Ri- 
chardson-Dushman : 


je = A (1 — (R)) T® exp (—ew/kT), (10.139) 


où À est une constante universelle pour toutes les cathodes thermo- 
émissives; (R), la valeur moyenne du coefficient de réflexion des 
électrons sur la barrière de potentiel à la surface de séparation solide- 
vide (v. fig. 10.1). 

La comparaison des formules (10.139) et (1.10), donnant la den- 
sité de courant d'émission de champ, montre que le courant thermo- . 
électronique dépend de la température 7 de la même façon que le 
courant d'émission de champ dépend de l'intensité de champ & (à 
condition que @ = C4). La dépendance jr () est un peu plus faible 
que la dépendance du courant d'émission de champ (jÿr 
en exp [—(ep)%*]. La formule (10.139) est facile à obtenir à partir 
de la formule (10.2) pour la densité de courant d'émission de champ. 
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En effet, dans le cas de l'émission de champ les électrons peuvent 
traverser la barrière de potentiel par effet tunnel à T7 = 0 K. C'est 
pourquoi le calcul de j\ exige que l’on connaisse non seulement le 
flux d'électrons de valeurs données de l'impulsion tombant en 15 
sur 1 cm° de surface de l'émetteur mais également la variation. en 
fonction de l'énergie des électrons, de la transparence de la barrière 
D (E) dont la largeur et la hauteur sont à leur tour des fonctions de 
l'intensité de champ électrique €. Dans le cas de l'émission ther- 
moélectronique, pour des champs qui sont généralement utilisés 
pour obtenir un courant de saturation, on peut négliger le passage 
des électrons par effet tunnel et faire sortir du signe d'intégration la 
valeur moyenne de la transparence (D) figurant dans l’expression 
(10.2). Ceci signifie que dans l'émission thermoélectronique on consi- 
dère que la valeur moyenne du coefficient de réflexion des électrons 
sur la barrière de potentiel {R) — (1 — (D }) ne dépend ni de l’éner- 
gie E des électrons, ni de l'intensité € du champ extérieur. Dans ces 
conditions, la formule (10.2) peut s’écrire sous une forme beaucoup 
plus simple : 

_ 2e U—CRD [. : 


TT mhs 


8 


a Er 


fr(Pxr Pys P2) Px dPx dPy dp:. (10.140) 


Une hypothèse ice suivante consiste à admettre que 
pour des électrons les plus rapides provenant de la «queue» de la 
fonction de Fermi fr (px, Py. P-). la distribution selon leur énergie 
est donnée par la fonction de Maxwell (v. $ 5.3). En effet, l'émission 
thermoélectronique ne peut avoir lieu que si l’énergie de l’électron 
E 5 Er (v. fig. 10.1). Mais à cette condition la fonction fr (E) 
devient maxwellienne: 


f (E) = exp [(Er — E) AT]. (10.141) 

Introduisons l’expression (10.141) dans (10.140), intégrons et 
tenons compte de ce que Er = —ep (v. fig. 10.1), il vient 

jx = À (D) T'exp (—ep AT), (10.142) 


où À = 4änm.ek®;h% — 120.4 A/(cm°-deg:). 

La quantité À est parfois appelée constante de Sommerfeld vu 
que l'émission thermoélectronique est étudiée dans le cadre de la 
théorie des électrons libres de Sommerfeld (gaz électronique de 
Fermi dans un puits de potentiel rectangulaire à fond plat). 

La formule (10.142) ne donne pourtant pas d'idée précise de la 
variation du courant thermoélectronique avec la température. Le 
travail de sortie des émetteurs étant lui-même dépendant de la 
température, la fonction æ (T) peut être développée en série de Taylor 
au voisinage d’une certaine valeur 7, : 


PT) = P(To) + (dp/dT)re (T — To) +... (10.143) 
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Dans un petit intervalle de température au voisinage de 7, 
on peut, en ne gardant que les deux premiers termes de la série, 
l'écrire sous la forme : 


E(T) = (To) + a (T — To), (10.144) 
où a = (dp'dT)r, est le coefficient de température du travail de sortie. 


dont la valeur peut être positive ou négative. En reportant (10.14%) 
dans (10.142), on obtient 


Îr = A,7T° exp (—eq'AT), (10.145) 

où 
Av = À (D) exp (—ex'k), (10.146) 
Fo = (To) — To. (10.147) 


En exprimant q, en volts, on peut récrire l'expression (10.145) 
sous une forme plus commode pour les calculs pratiques de la densité 
de courant thermoélectronique : 

5040%0 


jr=A7210 T . (10.148) 


Dans le domaine de validité de l'expression (10.144) les valeurs 
de À, et p, sont indépendantes de la température. La quantité 4, 
est appelée constante thermoélectronique de Richardson, et eo, 
travail de sortie réduit ou travail 
de sortie de Richardson. Comme il 
résulle de l'expression (10.146), 
la constante de Richardson À, 
n'est pas, à la différence de la 
constante 4 de Sommerfeld, d'une 
application universelle pour tou- 
tes les cathodes. Pour déterminer 
Aset fo, on construit une courbe 
de variation de Ig (jr/7*) en fonc- 
tion de l'inverse de la température Fig. 10.56 
de la source d'émission thermo- 
électronique (fig. 10.56). que l’on appelle droite de Richardson. La 
tangente de l'angle de pente d’une telle droite par rapport à l'axe 
des abscisses mesure ,. alors que la longueur du tronçon compris sur 
l'axe des ordonnées entre l'origine des coordonnées et le point 
d'intersection de la droite et de cet axe détermine la valeur de lg 4,. 
Ilestévident qu'une telleextrapolation n’est possible que si @ (T) est 
une fonction linéaire de la température (10.144). Pour la plupart des 
cathodes métalliques 4, = 40 à 70 A/(cm°- deg), et pour des cathodes 
à couche émissive et à oxydes 4, = 1 à 10 A’(cm*-deg*). Pour des 
monocristaux de métaux, les valeurs de À, sont comprises entre 15 
et 350 A:(cm°-deg*). 

L'établissement statistique de l'équation fondamentale de l’émis- 
sion thermoélectronique que nous venons de considérer est en fait, 
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de même que dans le cas de l'émission de champ, une « approxima- 
tion du courant zéro » (v. $ 10.2). Autrement dit, on considère que 
le débit de courant thermoélectronique est sans effet sur l'état d’é- 
quilibre du gaz électronique dans la cathode. Pour les métaux cette 
approximation est justifiée du fait de la très haute concentration des 
électrons. Dans le cas des cathodes thermoémissives à semi-conduc- 
teurs, on doit tenir compte de la pénétration du champ et de l'écart 
que la fonction de distribution des électrons selon leur énergie peut 
présenter par rapport à la distribution d'équilibre lorsque le semi- 
conducteur est traversé par un courant thermoélectronique important. 

Comme le montre la formule (8.38), la position du niveau de 
Fermi £r dans un semi-conducteur intrinsèque dépend linéairement 
de la température. Il en est de même pour la position du niveau de 
Fermi dans un semi-conducteur dopé, de type nr par exemple. Ceci 
signifie que pour les semi-conducteurs la fonction œ (T7) est une 
fonction linéaire. À des températures pas trop élevées, lorsque les 
niveaux donneurs ne sont pas encore complètement ionisés et on 
peut négliger les passages des électrons de la bande de valence dans la 
bande de conduction, l'expression pour la densité de courant thermo- 
électronique par un semi-conducteur qui ne tient pas compte de 
l'effet Schottky est de la forme 


ir = A; (D) NY2TSA exp [— Ie | ; (10.149) 


4, = 2 Crmehhksis 
É—, BASE . 

Ici, Vu est la concentration des niveaux donneurs; %, l’affinité 
électronique; AE; = (EE: — E4), l'intervalle d'énergie entre la 
position des niveaux donneurs et le bas de la bande de conduction; 
m*, la masse effective de l'électron près du bas de la bande de con- 
duction ; g. le poids statistique des états dans la bande de conduction. 

Il convient d’avoir en vue que la valeur de œ indiquée dans les 
tables se rapporte généralement aux polycristaux. 

Dans le cas des monocristaux le travail de sortie a pour chaque 
face caractérisée par des indices cristallographiques (hkl) sa valeur 
bien déterminée eŒran. La différence entre ePxn pour différentes 
faces peut atteindre —1 eV. Par exemple, pour un polycristal de W 
(ep) = 4,5 eV, alors que pour un monocristal de W eg = 5.35 eV, 
Pain = 4.8 eV, eGaon = 4.6 eV, ein = 4,40 eV, ePuie) = 
= 4,32 eV. Pour cet élément la valeur de @arn est d'autant plus 
grande que la densité des atomes à la surface de la face donnée du 
monocristal est plus élevée. Ce sont les métaux alcalins qui possèdent 
le travail de sortie le plus bas, en particulier, le césium ({p) = 
— 1,87 V), alors que le travail de sortie le plus élevé est propre à 
l'iode ((p) — 6,8 V) et, parmi les métaux étudiés, au platine 
((p) — 5,32 V). Ainsi la différence entre les valeurs de atteint 
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pour divers éléments 5 V. Pour la plupart des métaux (p) Æ 
& 4 à 5 V. 

Le coefficient de température & de travail de sortie peut se déter- 
miner à partir de la relation (10.146): 


æ = (k/e) [in (4/4,) + In (D )]. (10.150} 


Pourtant ceci ne peut pas se faire d'une façon précise parce que- 
pour la plupart des émetteurs on n’a pas de renseignements sur la 
valeur de (D). On obtient une cure ion à partir de la formule. 
(10.150) en supposant es (D) = 


= (k/e) In à (4 lA 0), (10.151) 
ou encore 
= [lg (4/4,)1/5040. (40.152) 


Pour les métaux | & | = 107 V/deg, pour les semi-conducteurs: 
|æ | — (10-1 à 10-38) V/deg. L'origine de la variation de q des mé- 
taux avec la température est la dilatation thermique des métaux 
ainsi que le fait que la disposition ordonnée des atomes sur une face 
donnée se trouve progressivement modifiée et troublée avec la tem- 
pérature lorsque le métal passe de l’état solide à l'état liquide. 
Dans ces conditions, @œrn décroît pour des faces compactes et croît 
pour des faces poreuses en tendant vers une certaine valeur moyenne. 
(g) qui se confond approximativement avec Pary pour des faces à 
valeurs intermédiaires de cette quantité. Ainsi, pour diverses faces 
des monocristaux, le coefficient & peut différer non seulement pas ses 
valeurs mais également par le signe. Pour les ferromagnétiques, le 
coefficient & subit un saut au point de Curie. C’est ainsi par exemple 
que pour le nickel Ax = (0,99 + 0,17)-10-5 V/deg. 

La variation en fonction de la température Œçnxn (T) peut se- 
déterminer par voie expérimentale d’après le décalage de la courbe 
de distribution de l'énergie des thermoélectrons W (E) en cas de 
variation de la température de la cathode. L'expérience montre que 
pour une température donnée la distribution d'énergie des thermo- 
électrons émis par un métal est voisine de la distribution de Maxwell. 
Ceci confirme en particulier que la transparence D (E) reste prati- 
quement inchangée lorsque l'énergie des électrons varie de zéro à. 
E & 1,5 eV. En mesurant N (E) à l'aide d’'analyseurs d'énergie d’un: 
type quelconque (v. chap. 2), il convient de tenir compte des distor- 
sions introduites dans le spectre à mesurer par la charge d'espace 
existant près de la surface de la cathode, par le champ de taches de 
la différence de potentiel de contact. par le champ magnétique dû 
au courant de chauffage de la cathode, par la chute de tension le long 
de la cathode (à chauffage direct), etc. 

Dans le cas des cathodes efficaces à semi-conducteurs (par exem- 
ple, d’une cathode à oxydes) la distribution V (Æ) peut s’écarter de 
celle de Maxwell, correspondant à une température 7 donnée. par 
suite de l’échauffement du gaz électronique dans le champ électrique 
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lorsque l'émetteur débite un courant thermoélectronique de forte 
densité. 

Effet Schottky. — La caractéristique courant-tension de l’'émis- 
‘sion thermoélectronique ne présente aucun tronçon sur lequel le 
-courant se sature dans toute la rigueur du mot. Une augmentation 
-de la tension anodique entraîne une croissance continue du courant 
débité tant par les cathodes métalliques que par celles à semi-con- 
ducteurs. Ceci tient à ce que l'élévation de l’intensité € du champ 
“électrique près de la surface de la cathode provoque une diminution 
continue de la barrière de potentiel (effet Schottky). Revenons aux 
fig. 10.2 et 10.5. La courbe d'énergie potentielle U (x) passe par un 
maximum en un certain point critique xer. où La force de l’image 
“électrique .7 , — e*’Axë, qui s'exerce sur chaque électron quittant 
le métal est égale à la force du champ accélérateur extérieur .F 4 (r)— 
= ééçr (x). En égalant ces forces, on obtient (1 


zer = ER. (10.153) 
Le travail de sortie total de l’électron du métal s’exprime par 
ep @= (Fo (x) —c£ (2)] dz= | F(æ)dr. (10.154) 

-b -b 


Ici, b estun certain point à l’intérieur du métal tel que 
Fo (b) = 0. La force .7 (x) = .F9(x) — eË€ (x) est positive pour 
ZT < Ler, Nulle pour z = x et négative pour x > x... L'expression 
(10.154) peut donc se récrire sous la forme 


Xcr “ *er 
<q (6) = | Fo(s) dz— | Fo(z)dz— | eé(z)dr = 
-b Xer 0 


—ep(0)—(e/4re) — e£xcr. (10.155) 
En y introduisant la valeur de z,, tirée de (10.153), on obtient 
ep (€) = ep (0) — et/Æl/?. (10.156) 


Ceci signifie que le champ extérieur diminue le travail de sortie 
d'une quantité 


Ags= (0) —p(£)=Veé. (10.157) 
En exprimant Ag en volts et € en volts par centimètre, on trouve 
Ags = 3,79-10-%€ 1/2, (10.158) 

G) En SI, zer = eW? 8-12/4 (ne). 
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Compte lenu de la diminution de la hauteur de la barrière de 
potentiel par effet Schottky. la densité de courant thermoélectronique 
a pour expression : 


jr = AT*exp (—ep'AT) exp (e%°c /?/XT) = 
= jr (0) exp (eW*£1/2/T), (10.159) 


où jr (0) est le courant de saturation lorsque € — O0 (fig. 10.57). 
L'expression (10.159) peut se mettre sous la forme 


1g ljr:ir (0)] = 1,906€1/°/T. (10.160) 


Pour une diode à structure plate, dans le cas où on peut négliger 
la charge d'espace. € = V,/d, où d est la distance cathode-anode. 
Pour une diode à struc- 
ture cylindrique, & = V,/R de 
In (A; Rx). où Ai et Ra 95 
sont les rayons de la ca- . 
thodeet de l’anode respec- : 
tivement. Il s'ensuit qu'en  19/,(0) 
coordonnées lg [ir/ir (0)]. 
V4/® la caractéristique cou- 
rant-tension des diodes ther- 
moélectroniques doit pré- 
senter dans la région de 
saturation des lignes de 
pente inversement propor- 
tionnelle à la température de la cathode. Sur la fig. 10.57, la ré- 
gion { correspond au courant limité par la charge d'espace, la ré- 
gion 11, à la saturation du courant lorsque la charge d'espace n'est 
pas encore négligeable (la croissance de I1g ir n’est pas proportionnel- 
le à V}/*). Dans la région 711, la charge d'espace est négligeable et 
Ig ir  V3/°. Pour des cathodes purement métalliques la théorie de 
Schottky ne contrarie pas les dépendances expérimentales 1g ir (V4/?) 
dans la région 11 de la caractéristique courant-tension. 

Pour des intensités de champ € Æ 3-108 V/m, l'expression 
(10.153) donne x, Æ 1 nm, ce qui est d’un ordre de grandeur plus 
grand que la constante du réseau, on peut donc considérer encore la 
force d'interaction entre l'électron et la surface du métal comme 
une force due à l’image électrique. Pour € > €+r, en plus du pas- 
sage par-dessus la barrière, les électrons commencent à la traverser 
par effet tunnel. Un courant d'émission de champ commence à se 
superposer au courant thermoélectronique. 

Des mesures très précises (à mieux que 1 %) de ir et de V, per- 
mettent de constater dans la région 777 de la fonction Ig ir (vi), 
encore avant l’apparition d'une émission de champ appréciable, des 
écarts de forme ondulée par rapport à la droite (fig. 10.57) ®). Un 


Fig. 10.57 


® Sur la fig. 10.57, ces écarts ondulés sont figurés pour plus de clarté à 
une échelle fortement agrandie. 
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tel comportement du courant s'explique par des particularités de 
réflexion quantique des thermoélectrons sur une barrière de potentiel 
dont la largeur et la hauteur dépendent de l'intensité du champ 
extérieur (v. fig. 3.9). Du fait de l’interférence des ondes électroni- 
ques le coefficient de transparence de la barrière (D (é)}) est une 
fonction non monotone de son épaisseur. Dans ces conditions 


ir(é) _eVeé (D (£) (10.161) 


no er + Di): 


La comparaison de i’expression (10.161) et des valeurs expéri- 
mentales des écarts ondulés par rapport à la droite de Schottky montre 
que la théorie est en bon accord avec l'expérience. 

L'effet de croissance de jr, avec l'augmentation de V, dans la 
région 171 de la caractéristique courant-tension que nous venons de 
décrire est appelé effet Schot- 
tky normal. Il ne s'observe 
que dans des cathodes à sur- 
face émissive parfaitement 
uniforme. 

Pour des cathodes dont la 
surface émissive comporte des 
taches, l'allure de la carac- 
téristique courant-tension dans 
la région 711 pour € 10% V/m 
diffère nettement des droites 
de Schottky (effet Schottky 
anormal). Ceci tient à ce qu’au- 
dessus d’une telle surface il 
ya un champ électrique de la différence de potentiel de contact (champ 
de taches) qui se superpose au champ extérieur € (fig. 10.58). C'est 
seulement après la neutralisation, sur toute la surface de la cathode, 
du champ de taches par le champ extérieur que le courant jr (€) 
commencera à obéir aux lois caractérisant l'effet Schottky normal. 
La présence de taches sur la surface d’une cathode peut être liée 
soit à sa structure polycristalline (les faces sortant sur la surface 
ont des valeurs différentes de @œxn), Soit à ce que la surface d’un 
monocristal (face à valeur déterminée de qxn) est recouverte d’une 
couche non continue d’atomes adsorbés. C'est ainsi par exemple que 
dans des cathodes à couche émissive du type de tungstène thorié 
(W-Th}, chaque atome de Th polarisé par des forces d’adsorption, 
qui le maintiennent à la surface, se transforme en un dipôle électri- 
que (fig. 10.59, a). Une double couche de tels dipôles adsorbés peut 
diminuer le travail de sortie epw du métal d'une quantité égale à 


Aa = Pw — Pw-rn = 41Np,, (10.162) 


où W est le nombre de dipôles par 1 cm°; p,, le moment dipolaire 
d’un atome adsorbé (fig. 10.59, b). 
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La valeur maximale de A, correspond pourtant non pas au revê- 
tement monomoléculaire (le degré de revêtement 8 — 1), mais à 
68 & 0,7, ce qui s'explique par une action dépolarisante croissante 
que les dipôles voisins exercent l'un sur l’autre (fig. 10.59, a) si la 
distance qui les sépare diminue. Pour un degré de revêtement 6 > 
> 0.7. la dépolarisation exerce sur la valeur de A, un effet plus 
grand que la croissance de la densité superficielle des dipôles N. 


Fig. 10.59 


Pour 8 > 2, le travail de sortie de la cathode tend vers le travail de 
sortie du revêtement. La valeur de 8 = 2 à 3 de la couche est voi- 
sine du rayon de Debye pour les métaux. 

La théorie des « taches » de Langmuir explique l'effet Schottky 
anormal parce que pour 8 << 1 les atomes adsorbés (par exemple, 
les atomes de Th sur W) ne sont pas disposés sur la surface du tungs- 
tène d'une manière uniforme mais sont concentrés dans des « îlots » 
(« taches »). Dans des régions où le revêtement est absent ® = Pmax: 
alors que dans la région des « îlots » @ = @,in (v. fig. 10.58). Les 
différences entre les valeurs locales de 1 produisent à la surface de 
la cathode un champ de taches é, dû à la différence de potentiel de 
contact. Dans les régions où @ — Œmin il apparaît une barrière de 
champ de taches qui s'oppose à l'émission d'électrons. Les études 
effectuées par des méthodes de la microscopie électronique confir- 
ment une répartition irrégulière des centres d'émission sur la sur- 
face de tungstène thorié. Les dimensions des irrégularités !, sont de 
l'ordre de 1 um. Pour une différence Ag — 1 V entre les travaux de 
sortie des régions voisines, l’intensité du champ de taches £, est de 
(Ag/l4) — 105 V/m. Ceci explique pourquoi l'effet Schottky anormal 
s’observe dans le tungstène thorié pour € & 105% V/m. Un champ 
extérieur d'intensité 6 >> 105 V/m neutralise le champ de taches é4 
dans des régions où @ = min (V- fig. 10.58). Le courant thermo- 
électronique émis à partir de ces régions pour € >> €, accuse une 


37% 579 


brusque croissance. Quant au courant débité par des régions de 
P = Pmas» il augmente dans ce cas suivant l'effet Schottky normal. 

Cathodes thermoélectroniques à semi-conducteurs. — Si l'on ne 
tient pas compte de l'effet Schottky, le courant d'émission thermo- 
électronique à partir d’une cathode à semi-conducteur se détermine 
par la formule (10.149). La question de la pénétration d’un champ 
électrique extérieur dans un semi-conducteur a déjà été examinée 
à l’occasion de l'émission de champ des semi-conducteurs (v. $ 10.2). 
Il a été montré que l'application d'un champ extérieur avait pour 
effet une variation de la concentration des électrons dans la couche 
superficielle et une courbure des bandes d'énergie dans une région 
dont l'épaisseur était égale au rayon d'écran de Debye rp (v. fig. 
10.7). Pour des semi-conducteurs dont la concentration des élec- 
trons n — 10! à 1018 cm #, ce rayon ro & 0,01 à 1 pm (10° à 10* 
couches atomiques). Une si grande profondeur de pénétration du 
champ fait qu’à une faible distance x à la surface du semi-conducteur 
la force d'interaction entre un électron quittant le semi-conducteur 
et son image électrique sera inférieure à e°’4r° parce que la charge 
induite dans le semi-conducteur ne saurait plus être considérée 
comme située sur la surface. C’est pour cette raison que dans les 
semi-conducteurs, comme il résulte de la formule (10.153), ze. — 
= 10-8 à 10-7m,et € —= 10% à 105 V/cm, c'est-à-dire que la théo- 
rie de Schottky est ici applicable pour des intensités de champ plus 
faibles que dans les métaux. La pénétration du champ extérieur 
dans un semi-conducteur peut être fortement affectée par les états 
de surface. Si le temps caractéristique de remplissage et de libération 
de ces états par les électrons est petit (états de surface rapides), ils 
peuvent parvenir à masquer les régions profondes du semi-conducteur 
lorsque l’électron qui s'échappe y induit une charge. On peut con- 
sidérer que dans ce cas toute la charge induite est répartie sur la 
surface de même que dans les métaux. Les états de surface peuvent 
également atténuer la courbure des bandes d'énergie au voisinage 
de la surface, c'est-à-dire protéger le semi-conducteur contre la 
pénétration du champ électrique extérieur €. 

La fig. 10.60 montre à titre de comparaison les courbes traduisant 
la variation en fonction de la température des densités de courant 
thermoélectronique pour des métaux (W, Mo). des cathodes à couche 
émissive (W-Th), une cathode L. une cathode en métal aggloméré 
Ni-Ba, une cathode à oxydes et une cathode à borure (hexaborure 
de lanthane LaB,). La cause de la plus haute efficacité que possède 
une cathode à oxydes de composition [BaSrCa(O),] ou [BaSr(O).] 
peut être constituée, par exemple, par la formation d'une affinité 
électronique très petite ou même négative %err < 0 sur la surface 
des grains de SrO lorsqu'ils sont activés par des atomes Ba adsorbés 
(fig. 10.61). 

Pour une cathode activée Ba(Sr)O, l'énergie d'activation de la 
conduction est de —0,1 eV aux basses températures et de l’ordre de 
1 eV aux températures élevées. Schockeley et Read ont montré que 
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dans des semi-conducteurs à AE, > 1 eV l'excitation thermique des 
électrons et des trous s'effectue essentiellement selon un mécanisme 
lié à une transition intermédiaire vers les défauts, y compris aux 
états de surface. Ceci s'accorde avec le schéma de la fig. 10.61. Ici, 


(régime 
d _ ons) 


1 


10° 

10” 

103 

200 600 1000 1400 1800 2200 T,°€ 
Fig. 10.60 


la conductibilité à basse température est liée à des états de surface 
(atomes Ba sur les grains de SrO), et la conductibilité à haute tempé- 
rature à l'émission thermoélectronique à travers le vide des pores. 
Les calculs basés sur le modèle de l’affinité électronique négative 
montrent qu'à T — 1000 K 
une cathode à oxydes peut & L Xerr 0 
assurer une densité de cou- 
rant jr & 25 A/cm*, ce qui 
est confirmé par l'expérience 
(v. fig. 10.60). 

Une forte porosité de tel- Ex 
les cathodes (20 à 80 %) a 


Atomes 
adsorbes de Ba 


également pour effet une aug- Créstal de Vide 
mentation de la surface émis- sr0 

sive de la cathode par suite de 

la pénétration du champ ex- Fig. 10.61 


térieur dans les pores, ce qui 
peut constituer une des causes de l’effet Schottky anormal, caracté- 
ristique d’une cathode à surface non uniforme. Une brusque crois- 
sance du courant d'émission lors du fonctionnement en impulsions 
peut avoir pour origine une émission secondaire dans les pores qui 
prend naissance lorsque le champ SCIE intense accélère les 
thermoélectrons jusqu’à une énergie £, > E!1, où ET est la première 
énergie critique (o — 1) (v. fig. 10.53). 

Les cathodes à oxydes se caractérisent par une distribution des 
électrons émis selon leur énergie, qui ne correspond pas au spectre de 
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Maxwell N (£) à une température égale à celle du support. Il est 
apparu que dans une cathode à oxydes la température T, du gaz 
électronique est de plusieurs centaines de degrés supérieure à celle 
du support. Le phénomène de formation d'étincelles caractéristique 
d’une cathode à oxydes est dû à un échauffement exagéré du revê- 
tement d’oxydes par la chaleur Joule due au passage du courant 
thermoélectronique débité. Il conduit à un claquage thermique du 
revêtement qui présente un caractère d’explosion. La formation 
d’étincelles ne permet pas d'atteindre avec des cathodes à oxydes bien 
activées des courants de saturation sur la caractéristique courant- 
tension. Une cathode à oxydes fonctionnant en régime d’impulsions 
courtes (microsecondes) permet d'obtenir, pour des tensions anodi- 
ques suffisamment élevées, des densités de courant jusqu’à 200 A/cm°. 

Une étude détaillée de la technologie de fabrication, des méca- 
nismes de fonctionnement ainsi que des questions relatives à la 
longévité des cathodes thermoëélectroniques efficaces sort du cadre 
du présent chapitre qui est consacré à l’étude de la physique de l’émis- 
sion électronique. 


$ 10.10. lonisation superficielle 
et émission thermoionique 


Démonstration thermodynamique de l’équation de Saha-Lang- 
muir. — Lorsque les solides sont portés à une haute température, 
on observe les phénomènes suivants: l’évaporation d’atomes (de 
molécules), l'émission thermoélectronique et l'émission d'ions, 
c'est-à-dire de particules lourdes chargées positivement ou négative- 
ment. Les ions évaporés peuvent être constitués tant par les atomes 
de substance chauffée elle-même (par exemple, de métal pur) que 
par des atomes des impuretés qui diffusent depuis les régions pro- 
fondes vers la surface du corps chauffé. Le phénomène d'émission 
d'ions par des corps solides chauffés est appelé émission thermoionique 
ou tout simplement émission ionique. Ce genre d'émission de particu- 
les lourdes s’observe par suite de l’ionisation superficielle des atomes 
et des molécules qu’on peut provoquer en dirigeant sur la surface 
d'un métal porté à l'incandescence un faisceau atomique ou molé- 
culaire ou en plaçant une cible incandescente et un collecteur d'ions 
dans des vapeurs de la substance à étudier. Pour plus de commodité 
on lie la formation d'ions positifs à l’ionisation superficielle positive 
et celle d'ions négatifs à l’ionisation superficielle négative. Le phé- 
nomène d'ionisation superficielle des atomes Cs sur W a été observé 
pour la première fois par Langmuir et Kingdon (1923). Si un flux 
d'ions vient frapper une surface, une partie de ces ions quittent la 
surface sous forme d’atomes neutres. Ce phénomène est appelé neu- 
tralisation superficielle partielle. 

Pour caractériser quantitativement l'ionisation superficielle on 
utilise soit le degré d'ionisation superficielle 

a = NnilNas (10.163) 


582 


où n, est le nombre d'ions quittant la surface ; n,, le nombre d’ato- 
mes quittant la même surface pendant le même temps ; soit le coeffi- 
cient d'ionisation superficielle 


et ee te (10.164) 


Il est évident que dans l’état stationnaire le nombre n de parti- 
cules frappant la surface doit être égal au nombre nr, + nr; de parti- 
cules qui quittent cette surface. L'expression (10.164) montre que 
pour « > 1 le coefficient $ & 1, et à la condition de & € 1 corres- 
pond BÆ «. Puisque soit n;, > n,, soit n; << n, mais toujours 
n<n, on a0<a<o et OL BL1A. La densité de courant 
ionique résultant de l’ionisation superficielle s'exprime par 


lis = en; = enf. (10.165) 
Si ñn = Cte, lis C2 B. 

En considérant le phénomène étudié du point de vue statistique 
ou thermodynamique, on peut établir une équation décrivant la va- 
riation du degré d’ionisation superficielle &« en fonction de la tempé- 
rature 7 de la surface et des paramètres caractérisant la surface 
(travail de sortie ep) et le système atomique qui interagit avec elle 
(potentiel d'ionisation V;). Il faut en outre connaître le rapport des 
poids statistiques des états ionique et atomique (g1/g,) (): 


Bi e(g—Vi) 
a= 7 exp [| N (10.166) 


Cette expression porte le nom d'équation de Saha-Langmuir. 
Comme on l’apprend en thermodynamique, la constante d'équilibre 
C d'une réaction du type M = M* + e est égale à In (n.ny/n,). 
Considérons un système gazeux constitué par des atomes d’un métal 
M, des ions de même métal M* et des électrons et se trouvant en 
équilibre avec les parois d’un récipient métallique M portées à une 
haute température 7. Bien que le nombre de particules frappant 
une paroi soit en moyenne égal au nombre de particules quittant 
cette paroi, les particules qui sont émises à un instant donné vers le 
récipient ne sont pas nécessairement celles qui atteignent à cet 
instant la paroi en provenance des régions profondes. Dans le cas de 
la distribution maxwellienne des vitesses, le flux d'électrons quittant 
l’intérieur par 1 cm* de la paroi en 1 s a pour valeur 


Fnetve) (1—(R)= ne (LL) (CR), (10.167) 


Ame 


% Pour la notion de poids statistique g d'un état, voir $ 3.3. Nous rappe- 
lons ici que g caractérise le nombre de procédés par lesquels cet état peut être 
réalisé. Par exemple, pour un atome Na ga = 2 (par suite du spin de l'électron), 
et pour un ion Na*, g, = 1 (il n'existe qu'un seul procédé d’arracher l’électron). 
Remarquons aussi que dans l'équation (10.166) pour des monocristaux il con- 
vient d'introduire @ = ani, pour une face donnée. 
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où (R) est le coefficient de réflexion des électrons moyenné sur le 
spectre V (E). 

A l'état stationnaire, ce flux est égal au courant d'émission ther- 
moélectronique par la paroi : 
1 8kT \1/2 _ 4 2 ep . 
gere (<) A—RN= LA —CRD TE exp (— 2), (10.168) 
où À — 4nm.k'e'h$ est la constante de Sommerfeld d'émission ther- 


moélectronique. 
De l'équation (10.168) on tire 


4A 12 n32 
= (5e) Trexp( 2), (19-189 
ou encore 
ne 2 mel gsr exp (—-+). (10.170) 


Connaissant »r. on peut déterminer le rapport (n;/n,) — « à par- 
tir de l'expression thermodynamique pour la constante d’équilibre 
de la réaction considérée C = In (nen;/n,): 

S 
In In [2Æ gi Ce | € t++inT. (10.171) 
CP £a h 

En introduisant dans cette dernière expression la valeur de », 

tirée de (10.170), on obtient 


Vi _ 
In = In # ES, (10.172) 
ou 
£i e(p—Vi) 347 
= texp[ |. Que 


Ce rapport n;/n, ne s’observe que près de la surface du métal. 
Loin de la surface le plasma sera isotherme et neutre, c'est-à-dire 
que la concentration de ses électrons sera égale à celle de ses ions. 
La distance à laquelle ces concentrations s’égalisent est égale au 
rayon de Debye ro». 

Dans les expériences sur l’ionisation superficielle, les surfaces 
métalliques chauffées ne présentent pas un mélange d’atomes, d'ions 
et d'électrons en équilibre thermodynamique. La surface à étudier 
n'est frappée que par un flux d’atomes neutres. Pourtant, si les ato- 
mes adsorbés par la surface arrivent à se mettre en équilibre thermo- 
dynamique avec la surface, leur état ne sera pas différent de celui 
des atomes dans le système considéré ci-dessus. Par conséquent, tout 
ce qui a été dit pour le mélange en équilibre s'applique au flux de 
seuls atomes. Si les particules venant frapper la surface sont animées 
de très grandes vitesses, les vitesses des particules réfléchies seront 
elles aussi très supérieures aux vitesses thermiques. De telles parti- 
cules n'arrivent pas à se mettre en équilibre thermodynamique avec 
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la surface pendant le temps au 
cours duquel elles s'y trouvent. 
Il est évident que pour de tel: 
les particules rapides l'équation 
de Saha-Langmuir (10.173) ne 
pourra pas caractériser le degré 
d'ionisation superficielle. L’équi- 
libre nesera pas établi et donc 
l'équation (10.173) ne sera pas 
vérifiée non plus dans le cas où 
l'échange d'électrons entre un 
atome adsorbé et le support sera 
rendu difficile pour une cause 
quelconque. 

Théorie statistique de l’ioni- 
sation superficielle. — Si les li- 
mitations sus-indiquées ne sont 
pas imposées, un atome adsorbé 
par la surface arrive, pendant sa 
durée de vie sur la surface, à se 
mettre en équilibre avec elle. 
Dans ce cas il quittera la surface 
avec la distribution maxwellien- 
ne des vitesses correspondant à 
la température T du support. 
Un atome adsorbé, par exemple 
un atome de métal alcalin qui a 
cédé un électron de valence au 
support, est appelé carcasse ato- 
mique. Lors du séjour d’un atome 
adsorbé sur la surface il existe un 
système unique atome adsorbé- 
métal dont l'électron de valence 
est commun à l’atome et au sup- 
port, c’est-à-dire que du fait du 
passage par effet tunnel à tra- 
vers une mince barrière les « nua- 
ges électroniques» de densité 
| fo [? sont répartis tant dans le 
volume de l'atome adsorbé que 
dans celui du support (fig. 10.62). 
Il est naturel que les états cor- 
respondant à des niveaux pro- 
fonds des atomes (couches X, L) 
restent dans ces conditions 
pratiquement inchangés. En quittant la surface, la carcasse 
atomique peut capter un électron. Dans ce cas elle s'évapore 
sous forme d'un atome neutre. Si l’électron reste dans le sup- 
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port, la particule est-émise sous la forme d’un ion. Le travail 
d'éloignement à effectuer est celui d'évaporation de l'atome l, 
dans le premier cas et celui d’éloignement de l'ion L; dans le second. 
Lorsqu'un atome adsorbé quitte la surface de métal, l'électron de 
valence de la carcasse atomique reste dans l’état « collectivisé » 
jusqu'à une certaine distance critique x << x, de l'atome adsorbé 
à la surface (fig. 10.62. c). A partir de x > rer, la probabilité de 
passage par effet tunnel à travers la barrière de potentiel de forte 
largeur devient voisine de zéro (fig. 10.62, d) bien qu'en principe, 
si l'atome adsorbé ne s’éloignait de la surface qu'avec une vitesse 
infiniment petite. le passage par effet tunnel soit possible jusqu'à 
z = ©. La longueur r.. s'appelle distance critique de recharge. Si le 
niveau £, de l’électron de valence de l’atome adsorbé se situe dans 
la région d'énergies correspondant à la bande de conduction du 
métal, la probabilité de remplissage de cet état par un électron s’ex- 
prime dans la statistique de Fermi-Dirac par 


fe (En =[1+exp (EE) |, (10.174) 


où E, est le niveau de l'électron de valence dans l’atome adsorbé ; 
Er le niveau de potentiel électrochimique dans le métal. La proba- 
bilité pour que le niveau £, soit libre a pour expression 


1— fr (E)=[1+exp (HE) |. (10.175) 


Le rapport de ces probabilités caractérise le degré d'ionisation 
superficielle, c'est-à-dire la probabilité pour qu'à partir de la dis- 
tance x = r- un atome adsorbé se transforme en un ion ou en un 
atome neutre: 


f 
Cul, = Ga) 


Ici B = g;/g, (dans le cas considéré d'un atome monovalent B — 
/2 


Comme il est facile de le constater sur la fig. 10.62, 
E, — Ep = e(p — Vi), (10.177) 


où V; est le potentiel d'ionisation de l'atome adsorbé lorsqu'il se 
trouve à la distance x — x, de la surface de métal. 
En introduisant (10. 177) dans (10.176), on obtient 


(EH). =#exp ÉÉmnr (10.178) 


cr 


—Bexp(—##r), (10.176) 


*cr 


Pour x << ter, lorsqu'il existe un système unique métal-atome 
adsorbé, V; n'est pas égal au potentiel d’ionisation V; d'un atome 
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libre (r = oc), c'est-à-dire que le niveau E, se trouve déplacé par 
suite de l'influence du support. On peut montrer () que 


Vi (mer) = Va À La (er) — bi (eo), (10.179) 


où 2, et l,; sont respectivement les énergies d’éloignement de l'atome 
et de l'ion à partir de la distance d'équilibre x = xeq jusqu'à oo. 
Compte tenu de (10.179) l'expression (10.178) prend la forme 


(2). =i exp [ Er Re Eer) |. (10.180) 


Ma /xer 


Mais lorsqu'un atome adsorbé se déplace dans l'intervalle de 
TZ = Zéq à Z = Ter. le passage intense des électrons par effet tunnel 
à travers une mince barrière de potentiel (fig. 10.62) ne permet pas 
de déterminer l’état de charge de la carcasse atomique. Son état de 
charge ne devient suffisamment déterminé que pour x > x... Ceci 
signifie que dans l'expression (10.180) L, (re) — L, (ter). ce qui 
nous conduit de nouveau à l'équation de Saha-Langmuir (10.173). 
Les états de charge des carcasses atomiques étant, pour x << zer, 
indiscernables, les quantités r;/n, sont identiques tant pour l’ioni- 
sation superficielle des atomes que pour la neutralisation superfi- 
cielle partielle d'un faisceau d'ions. Il est évident que les lois éta- 
blies s'appliquent également à l'émission d’ions résultant de l'ioni- 
sation superficielle des impuretés et à l'émission des atomes du métal 
lui-même (phénomène d'émission thermoionique). D’après l’équa- 
tion de Clapeyron-Clausius, le nombre d’atomes s'évaporant à partir 
de la surface par unité de temps s'exprime par 


na = bTUE exp [—L,/KT], (10.181) 


où b = C!t. Par conséquent, la variation de la densité de courant 
ionique d’émission thermoionique en fonction de la température 
s'exprime par 


jen: (T)= eni (T) = eb BT® exp [ — <URte | . (40.182) 


L'expression donnant la variation de la densité de courant ioni- 
que en fonction de la température lors de l’ionisation superficielle 
Îrs = en; peut s’écrire sous forme explicite si l’on tient compte de 
la variation en fonction de 7 du travail de sortie de Richardson: 


PT) = Po (To) + a (T — To). (10.183) 
En reportant (10.183) dans (10.173), on obtient 
+ 
a=# exp (S)exp[ |, (10.184) 


3 Voir par exemple [21]. 


587 


ou encore 
= p.100 VD, (10.185) 


où B, = (gi/gA) exp (ea/k), alors que q, et V; sont exprimés en volts. 

Comparaison de la théorie à l'expérience. — Les études expéri- 
mentales de l’ionisation superficielle confirment dans la plupart 
des cas la justesse de l’équation de Saha-Langmuir. Ces expériences 
ont été effectuées pour les atomes de nombreux éléments et pour les 
molécules de différents composés sur des surfaces différentes (métaux 
réfractaires, carbures, borures et autres). Les courants ioniques sont 
mesurés à la sortie d’un spectromètre de masse à l’aide d'un multi- 
plicateur d'électrons de type ouvert. Ceci permet de distinguer des 
ions de sorte déterminée et de mesurer des valeurs très faibles de & 
et B. Les courbes de variation du degré d'ionisation superficielle en 
fonction de la température sont différentes (indépendance de f à 
l'égard de 7, décroissance de B lorsque T augmente, croissance de f 
lorsque T augmente) suivant la valeur et le signe de la différence 
(V3 — æ). Par exemple, pour le Cs sur support de W (e (V; — q) & 
< KT), B = 100 % dans toute la gamme de températures étudiée 
(1000 à 2000 K), c’est-à-dire le même résultat que celui donné par 
l'expression (10.186). A des températures plus basses, le coefficient f 
accuse une brusque décroissance par suite de la diminution du tra- 
vail de sortie du métal lorsque le césium est adsorbé par le tungstène. 
La température T* à laquelle le courant ionique commence à dimi- 
nuer brusquement s'appelle seuil de température de l’ionisation super- 
ficielle. Ecrivons la formule donnant le coefficient B sous la forme 
explicite: 


ptet = {t+ £2 exp EE) 


Pour e (V; — œ) — AT (le potassium sur support de tungstène), 
le coefficient B diminue lorsque la température T augmente. Pour 
e (Vi — p) > EXT (le sodium sur support de tungstène), le coefficient 
B croît avec la température. 

L'étude du spectre ionique  (E) lors de l'’ionisation superficielle 
a montré que les ions obéissent à la distribution maxwellienne des 
vitesses avec une température égale à celle du support porté à l'in- 
candescence. Les molécules de composés (par exemple, de sels alcali- 
no-halogènes) se trouvant sur la surface métallique chauffée commen- 
cent par se dissocier en atomes, après quoi les atomes sont ionisés 
sur la surface indépendamment de la manière dont ils s’y sont trou- 
vés. 

Influence d’un champ électrique sur l’ionisation superficielle. — 
La valeur de «& croît avec l'intensité de champ extérieur € qui 
«tire» des ions de la surface (dx/dé >> 0). La cause en est une di- 
minution, d'après Schottky, du travail d'éloignement de l'ion /; 
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d’une surface homogène (1; (€) = l; (0) — e Ve). Dans ce cas 


(10.187) 


a(6 = (0 exp (SE). 


kT 


Les expériences montrent qu’effectivement Ig jis croît linéaire- 
ment lorsque é!/? augmente jusqu’à des intensités de l’ordre de 
2-108 V/m. Un champ électrique extérieur déplace les seuils de tem- 
pérature de l’ionisation superficielle vers des valeurs plus faibles. 
Pour e(p— V;) > AT. la température T* varie linéairement en 
fonction de €1/° dans l'intervalle d’intensités de champ de 3-109 < 
< 6 <7:108 V/m. Par exemple, lors de l’ionisation superficielle 
de CsCI sur support de W on observe un déplacement du seuil de tem- 
pérature de 7* — 800 à 1000 K (pour € & 0) à T* = 350 à 400 K 
(pour € = 7.108 V'm). 

Lorsque l'intensité du champ 6 — 10!° V/m, l'ionisation super- 
ficielle peut s'observer même pour e (V; — @) > AT parce que le 
niveau d'énergie de l'électron E, dans la carcasse atomique aug- 
mente de AE, (x) — E, (x) — E, (x) Æ ex, x étant la distance 
de l'atome à la surface (fig. 10.62, d). Si pour x < z.r et 6 = 6* 
le niveau £, s'élève jusqu’au niveau de Fermi dans le métal Er, 
la probabilité d'ionisation superficielle accuse une brusque crois- 
sance. Pour € > &*. le coefficient f — 100 %. 

Dans un champ électrique intense, pour V; 5 w, l'ionisation 
superficielle est fortement influencée par le relief géométrique de la 
surface de métal. Les intensités du champ € étant différentes au- 
dessus des saillies et des creux, on constate que pour une même 
différence de potentiel appliquée entre la source d'ions et le collec- 
teur # > €* pour certaines parties de la source et € < ë* pour 
d’autres parties. Par conséquent, les densités de courants ioniques 
débités par divers points r, de la surface seront elles aussi différentes. 
On peut régler le champ à une valeur telle que l'influence du relief 
de la surface sur la densité de courant jrs (r,) sera optimale (désorption 
par champ ou auto-ionisation). La variation du degré d’ionisation en 
fonction de l'intensité du champ é est mise à profit dans le projecteur 
ionique de Müller (1951) qui permet d'obtenir les images de la surface 
des monocristaux avec un pouvoir de résolution très élevé (0,2 nm). 
Ce projecteur fonctionne selon un principe analogue à celui du pro- 
jecteur utilisant des électrons d'émission de champ (v. fig. 10.6), 
mais l’image de l'extrémité de la pointe (rayon r < 0,1 um) sur 
l'écran (rayon R & 10 cm) v est obtenue à l’aide du bombardement 
de l'écran par des ions positifs (ionoluminescence) qui sont créés 
près de la surface de la face à étudier par suite de l’auto-ionisation 
des atomes (généralement de H ou He) dans un champ électrique 
intense. L’agrandissement du projecteur ionique est le même que 
celui du projecteur électronique. c’est-à-dire (R/r) Æ 105. Néan- 
moins vu qu'une dispersion des ions selon les composantes tan- 
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gentielles de la vitesse v;e ® est plus faible que dans l'émission 
électronique de champ et que l'influence de la diffraction s’affaiblit 
avec la diminution de la longueur d'onde de de Broglie À; = k/M;v;, 
le projecteur ionique permet de voir des atomes individuels sur la 
surface. Le pouvoir de résolution (en nanomètres) est donné par la 
formule approchée suivante: 


ô = (6-10-* Tré)'/*. (10.188) 


où 7 est la température de la pointe en K ; r. le rayon de courbure 
de la pointe en nm; €, l'intensité du champ en GV'm. 

Le gaz témoin (généralement He) est admis dans le ballon sous 
une pression de (1 à 4)-10-% Pa. Les atomes distincts de la surface 
émissive constituent en quelque sorte des pointes très miniatures au- 
dessus desquelles l'intensité du champ atteint sa valeur maximale. 
Le nombre d'ions qui se créent au-dessus de chacun d'eux en 1 s 
varie de 10* à 105$ suivant leur saillie hors de la surface, ce qui si- 
gnifie que le courant ionique en provenance d’un atome vaut 101$ 
à 10-17 A. La surface d’une pointe de 100 nm de rayon contient 
près de 105 atomes dont la saillie hors de la surface est suffisante 
pour provoquer l'auto-ionisation de l’atome par le passage de l'élec- 
tron par effet tunnel de l'état fondamental de l’atome à des niveaux 
situés au-dessus du niveau de Fermi (fig. 10.62, d). Le courant ioni- 
que global tombant sur l'écran sera d’environ 10-° A. Pour obtenir 
une brillance d'image satisfaisante avec un courant ionique si faible, 
on utilise des microcanaux multiplicateurs d'électrons (MME) et 
des amplificateurs de brillance. La fig. 10.63 montre un cliché d’un 
cristal parfait de platine de forme semi-sphérique de rayon —200 nm. 
On y distingue près de 300 faces différentes (dont la plus grande 
partie sont projetées en forme d’anneaux) qui représentent des 
réseaux plans presque parfaits comportant des atomes individuels 
discernables (points clairs) distants l’un de l’autre de 0,278 nm. 

Jonisation superficielle négative. — Les atomes de certains élé- 
ments et de nombreux radicaux et molécules ont la propriété de cap- 
ter un électron « en excès ». Un ion négatif qui en résulte est un sys- 
tème quantique stable caractérisé par un niveau d'énergie déterminé 
de l’électron capté. Le travail qui doit être effectué pour éloigner 
cet électron en dehors de l'atome est appelé affinité de l'atome pour 
l'électron et désigné par %,. Le calcul théorique de l’affinité électro- 
nique effectué pour un atome d'hydrogène donne y, = 0,754 eV. 
La valeur de 4, est également appréciable pour les atomes d’halo- 
gènes, d'oxygène, de soufre et de certains autres éléments (v. Ta- 
bleau 6.8). La valeur non nulle de l’affinité électronique des atomes 
conditionne le phénomène d'ionisation superficielle négative. En 


‘ Cette dispersion et donc le rayon du cercle de diffusion (de confusion) 
sur l'écran est diminuée dans le projecteur ionique par le refroidissement de la 
pointe à une température très basse (généralement 20 K). 
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s'évaporant de la surface métallique, un atome adsorbé à %, # 0 
peut devenir un ion négatif si à la distance de recharge critique 
z = zer le niveau E4 = —yA se trouve occupé par un électron. Le 


Fig. 10.63 


degré d'ionisation superficielle négative se décrit par une équation 
analogue à celle de Saha-Langmuir: 


nn; = = 
a” = Fr =— exp [Le] , (10.189) 


Pour %, — ep > ÀT, on a ra © ni, c'est-à-dire que nr = n, + 
+nizn,. On en tire 


8 8 
Br=--— "exp (25%). (10.190) 


Ainsi, les valeurs de f- ne seront notables que pour de petits y. 
La mesure de la densité de courant ionique jrs = enf- résultant de 
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l'ionisation superficielle négative se heurte à des difficultés liées 
à l'apparition d'un courant parasite d'émission thermoélectronique 
dont la valeur, à haute température du métal. est très supérieure à 
celle du courant d'ions négatifs. Pour bloquer le courant électro- 
nique, on a recours à des champs magnétiques et à des spectromètres 
de masse. La mesure des courants dus à l’ionisation superficielle 
négative permet de déterminer %, de même que la méthode de l'ioni- 
sation superficielle positive peut être utilisée pour la mesure de V;. 

Le phénomène d'ionisation superficielle trouve des applica- 
tions dans les convertisseurs d'énergie thermoélectroniques, les sour- 
ces d’ions pour les spectromètres de masse, les propulseurs ioniques, 
pour l'obtention de flux d'ions ainsi que pour la détection de fais- 
ceaux atomiques et moléculaires. 


$ 10.11. Interaction des ions avec un solide 


Phénomènes observés lors d’un bombardement ionique des solides. — 
Le bombardement ionique d’un solide s'accompagne de plusieurs 
phénomènes qui peuvent être dans certaines conditions séparés l’un 
de l’autre (au moins partiellement) et étudiés individuellement. 
En venant frapper la surface d’un solide, un ion issu du plasma qui 
entoure la substance à étudier lors d’une décharge gazeuse ou envoyé 
par une source d’ions spéciale (canon ionique) subit une action retar- 
datrice de la part des atomes de la cible. Les collisions des ions 
avec les atomes peuvent être subdivisées en élastiques (plus exacte- 
ment, quasi élastiques) et inélastiques. Au cours des collisions élasti- 
ques l'énergie cinétique de l’ion incident est transférée aux atomes 
du solide tout entier. De telles interactions ont pour effet un déplace- 
ment des atomes par rapport aux nœuds du réseau cristallin, c'est-à- 
dire la formation de défauts de Frenkel, la production de phonons, 
la production de focusons conduisant à la pulvérisation cathodique et 
l'émission ionique secondaire. 

Les interactions inélastiques ont pour effet de provoquer une 
excitation des électrons du solide par suite des transitions à l'inté- 
rieur des bandes et entre bandes. Les phénomènes qui peuvent alors 
se produire sont tels que l’émission iono-électronique, la conductibilité 
de radiation (induite ou stimulée), l'excitation de luminescence (en 
particulier l'ionoluminescence). Tous ces phénomènes s’observent 
lors de l'interaction entre le solide et des particules atomiques rela- 
tivement lentes (ions et atomes ayant une énergie de quelques élec- 
trons-volts à plusieurs dizaines de kiloélectrons-volts). Pour des 
énergies plus élevées (100 keV à 2 MeV), il y a une probabilité appré- 
ciable pour que le solide devienne le siège des réactions nucléaires 
de types (p, a), (d, p), (d, «) parce que l'énergie cinétique de la 
particule atomique incidente se trouve suffisante pour franchir la 
barrière de potentiel due aux forces de répulsion coulombienne des 
noyaux. 
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Comme la profondeur de pénétration des ions de faibles et moyen- 
nes énergies (£;<< 100 keV) n’excède pas 1 um, les phénomènes qui 
se déroulent à la surface d’un solide soumis au bombardement 
ionique dépendent pour une large part de la composition chimique 
et de la structure cristalline de la surface et de la couche super- 
ficielle de la cible. 

Dans des cibles monocristallines, on observe des effets d'orien- 
lation très marqués qui sont liés à l’anisotropie des propriétés du 
cristal suivant les différentes directions cristallographiques. La pro- 
fondeur de pénétration d’un ion d'énergie donnée dans le cristal dé- 
pend de l’angle d’incidence du faisceau ionique sur la surface du 
cristal (de l'angle @ que la direction de mouvement de l’ion fait 
avec les axes cristallographiques du cristal). Il en résulte un effet de 
canalisation des ions dans les monocristaux et un effet de bloquage 
(effet d'ombres) qui lui est lié, ainsi qu’une variation du coefficient 
d'émission iono-électronique y, et des coefficients de pulvérisation 
cathodique ÆX° et K+ en fonction de l'angle d'incidence œ des fais- 
ceaux ioniques sur la surface d’une face donnée (kkl) du monocristal. 
Aussi, dans le cas des monocristaux, faut-il indiquer la face et l'angle 
d'incidence œ pour lesquels est mesuré, par exemple, le coefficient 
Ne A nP- 

De ce qui précède nous pouvons conclure que l’étude des phé- 
nomènes observés lors du bombardement des solides par différents 
ions constitue un puissant instrument de diagnostic des surfaces. 
Dans la catégorie de méthodes ioniques de diagnostic qui sont appli- 
quées pour l’étude de la surface, notamment, de sa composition 
chimique, de sa structure cristalline, de l'orientation des atomes 
adsorbés, des imperfections dans la structure, etc., on range égale- 
ment la diffusion des ions lents (E; = 0,5 à 10 keV) par des atomes 
superficiels et la diffusion de Rutherford des ions rapides (E; = 1 
à 2 MeV). Cette dernière méthode permet d’étudier des défauts ponc- 
tuels dans les monocristaux et même de déterminer la position des ato- 
mes d’impuretés dans le réseau par observation de la canalisation 
et du bloquage d'un faisceau d'ions rapides bien collimaté. Ces 
méthodes sont d’une portée pratique particulièrement grande de nos 
jours lorsque les faisceaux ioniques sont largement utilisés en tech- 
nique électronique pour la réalisation de matériaux à propriétés 
déterminées à l'avance de la surface et de la couche superficielle au 
moyen d'un dopage, par implantation d'ions, des métaux, semi-con- 
ducteurs et diélectriques. 

Emission ionique secondaire. — Un ion primaire qui frappe la 
surface peut céder son énergie cinétique à un atome de la cible. Si 
l'énergie transférée lors de la collision est supérieure au travail 
d’évaporation de l’atome et son impulsion est dirigée vers le vide, 
un tel atome peut quitter la surfare. L'état de charge de la particule 
atomique ayant quitté la surface s'établit à une certaine distance z.. 
à la surface lorsque l’échange d’électrons par effet tunnel entre le 
solide et la particule qui le quitte est pratiquement arrêté (v. fig. 
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10.62, c). Une partie d’atomes quittera la cible sous forme d'ions. 
On convient de donner à cette composante du flux secondaire de 
particules (se déplaçant à partir de la surface) le nom d'émission 
iono-ionique secondaire ou d'émission ionique secondaire. 

Les ions éjectés lors de l’émission ionique secondaire peuvent 
être non seulement positifs mais également négatifs (lorsque l’affi- 
nité électronique Y, de l’atome n'est pas nulle). Le coefficient d’émis- 
sion ionique secondaire positive est désigné par X*, celui d'émission 
négative, par Æ-. Si la particule atomique quitte la surface à l’état 
neutre (atome, molécule ou cluster), on dit qu’il y a pulvérisation 
cathodique. Le coefficient de pulvérisation cathodique est désigné 
par X°. Le coefficient X* est le nombre n;, d’ions positifs secondaires 
arrachés à la cible par le choc d’un ion incident: 


K* = nilnip. (10.191) 
De même 

K= = nilnip. (10.192) 
Le coefficient de pulvérisation cathodique s'exprime par 

K° = n,/nip. (10.193) 


Le phénomène d'émission ionique secondaire est extrêmement 
sensible à la pureté de la surface à étudier. Les spectres de masse de 
l'émission ionique secondaire par une surface insuffisamment propre 
comportent un grand nombre de pics correspondant tant aux ions du 
matériau de base qu’à ceux des différentes impuretés. Pour de telles 
surfaces, les coefficients À* et K- ne dépassent généralement pas 
10 %. Lorsque l'énergie E;, de l’ion primaire augmente, les coeffi- 
cients À* et K7 croissent d’abord très rapidement (jusqu’à E;, — 
+ 10 keV) pour ne subir ensuite qu'une très faible variation. L’allure 
de la courbe X+ (E:;,,) est différente pour diverses combinaisons d’ions 
primaires et de produits de pulvérisation. 

Le spectre énergétique W (E;.) des ions arrachés a la forme d’une 
courbe en cloche avec l'énergie E;, la plus probable égale à quelques 
électrons-volts. La « queue » de la distribution s'étend dans la région 
d'énergies correspondant à plusieurs dizaines d’électrons-volts. Dans 
les cibles monocristallines, la distribution des ions secondaires selon 
les angles de sortie 8 reflète l’anisotropie des cristaux étudiés, alors 
que pour les surfaces amorphes et polycristallines, elle se détermine 
par une loi cosinusoïdale. Lorsque l’angle d’incidence @ augmente, 
les coefficients X* croissent. Dans le cas du bombardement d'une 
surface par des ions moléculaires 4,7, le coefficient d'émission 
ionique secondaire est À = nK4 + mKA(K1 et K 8 étant les coeffi- 
cients d’émission ionique secondaire des ions atomiques À et B 
pour des vitesses v, et v, égales à la vitesse v,, de l’ion molécu- 
laire). 

L'étude de la diffusion du faisceau d'ions primaires a montré 
que même dans les cibles polycristallines ces ions sont distribués 
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selon les angles de sortie au voisinage de la direction de réflexion 
spéculaire (fig. 10.64). Lorsque l'énergie E;, de l'ion primaire est 
supérieure à plusieurs kiloélectrons-volts, la diffusion aux grands 
angles des ions a le caractère de collisions élastiques bipartielles 
similaires à une collision élastique 

des billes de masses 4, et M. n 
Ceci signifie que les ions primaires M; Eip. Pi 
diffusent par des atomes distincts, 
presque libres, du solide. Une tel- 
le façon de raisonner est parfaite- 
ment justifiée lorsque les éner- 
gies £;, sont beaucoup plus grandes 
que les énergies de liaison des ato- 
mes dans le solide. Dans ces con- 
ditions, on peut également négli- Fig. 10.64 

ger l'excitation des couches électro- 

niques des particules entrant en collisions de même que les vitesses 
d'agitation thermique des atomes de la cible, c'est-à-dire considérer 
ces atomes comme immobiles. Compte tenu de ce qui précède, écri- 
vons les lois de conservation de l'énergie et de l’impulsion pour 
la collision d’un ion avec un atome à la surface d'un solide (fig. 10.64) : 


Mi, EïsrPis 


Ma En Pa 


Ep = Es + E;, (10.194) 
Pis COS Ÿ + P, COS Y = Pips (10.195) 
Pis Sin Ÿ — p, Sin Y; (10.196) 


où Ep, Eis, Pin et Pis Sont respectivement les énergies et les impul- 
sions de l’ion avant et après la collision; £, et p,, l’énergie et l’im- 
pulsion de l’atome de recul; 8,est l’angle de diffusion; %, l’angle 
de sortie de l’atome de recul. 

Désignons par u le rapport M,'M; et bornons-nous à considérer 
seulement la diffusion pour u > 1 (le cas de u << 1 se rencontre 
rarement en pratique). Si l’on élimine les quantités inconnues E,, 
cos x et sin x entre les expressions (10.194) à (10.196), on peut trou- 
ver l'énergie de l’ion diffusé 


Ejs =E ip (A + u)7* [cos 8 + (u° — sin? 8)/2}5. (10.197) 


On voit que l'énergie d’une particule diffusée se détermine entière- 


ment par l’angle de diffusion 8 et le rapport des masses p (). L'éner- 
gie de l'atome de recul est égale à 


Ea = 4uE;, (1 + u)"? cos° + (10.198) 


% Pour p < 1, on doit, dans la formule (10.197), mettre deux signes (+) 
devant la seconde parenthèse (c’est-à-dire devant la racine). Dans ce cas £E;, 
prendra deux valeurs pour une valeur donnée de l'angle 6. 
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pour x < 90°. Pour & — 90° (l'angle d'incidence @ = 45° est égal 
à l'angle de réflexion «&), la formule (10.197) se ramène à une rela- 
tion simple 


Ma—M 
E;s=E;p V'ÆTÉ (10.199) 


La mesure de l’énergie des particules diffusées à un certain 
angle & permet de déterminer de façon univoque la masse des parti- 
cules qui ont participé à la collision et donc d’obtenir des renseigne- 
ments sur des éléments entrant dans la composition de la surface, 
Dans les expériences, on obtient au lieu des pics en delta d'énergie 
E;s déterminée, des maximums plus ou moins flous sur un certain 
fond continu, ce qui s’explique par des collisions inélastiques et des 
collisions multiples (bipartielles successives) entre les particules. 

Pour élever le pouvoir de résolution de cette méthode de déter- 
mination de la composition chimique de la surface il convient de 
choisir des ions dont les masses diffèrent peu de celles des atomes 
à étudier. Si l’on mesure la distribution des ions selon l'énergie pour 
des valeurs différentes des angles de diffusion ou d'incidence, cette 
méthode permet d'obtenir une information sur la disposition relative 
des atomes sur la surface (les atomes superficiels peuvent être « mis 
sous écran » par des particules étrangères se trouvant sur la couche 
supérieure des atomes du support ou entrant dans sa composition). 
Cette méthode est sans doute la plus « superficielle » de toutes les 
méthodes appliquées pour la détermination de la composition chi- 
mique de la substance. Sa sensibilité est d'environ 0,1 % de revé- 
tement monocouche. 

Pulvérisation cathodique. — Pour la première fois ce phénomène 
a été mis en évidence dans des tubes à décharge gazeuse dont les 
parois en verre portaient un dépôt de substance constituant la 
cathode. L’aspect extérieur de la cathode était lui aussi modifié 
par suite de la pulvérisation cathodique lors du bombardement de 
sa surface par des ions positifs provenant du plasma à décharge 
gazeuse. De nos jours, la pulvérisation cathodique est largement uti- 
lisée en technique électronique pour le nettoyage et le décapage 
ionique de la surface des solides dans des installations à vide très 
poussé. Ce phénomène joue également un rôle important dans le 
fonctionnement des pompes ioniques et des propulseurs ioniques; 
il est impossible, sans en tenir compte, de concevoir des installations 
pour la réalisation de la réaction de fusion contrôlée, des enveloppes 
pour des vaisseaux cosmiques largables, etc. 

L'émission ionique secondaire que nous venons de considérer 
ne constitue qu’une petite partie (généralement près de 1 %) du 
flux total de particules atomiques résultant du bombardement ioni- 
que des solides. La plus grande partie de particules secondaires est 
constituée par des particules à l’état neutre. Le cocfficient de pulvé- 
risation cathodique s'exprime par le nombre d’atomes arrachés 
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par le choc d’un ion incident: 


Le PL LL EL ES (10.200) 
ni éiptie 
où AM est la masse de la substance pulvérisée; M,, la masse de 
l'atome; i;», le courant d'ions primaires; t, le temps de bombarde- 
ment. 
Parfois le coefficient K° est exprimé en grammes par coulomb. 
En désignant cette quantité par (X°)', on obtient 


ay = go, (10.204) 
iipt e 


La détermination de i;» de la décharge est rendue difficile du 
fait que les ions venant frapper la cathode peuvent être non seulement 
à une charge mais également à charges multiples. En outre, il faut 
tenir compte de l'émission iono-élcctronique par la surface de la 
cathode, c’est-à-dire connaître le cocfficient y de cette émission, ou 
bloquer, lors de la mesure de i,;,, le courant d'électrons secondaires 
à l’aide, par exemple, d'un champ magnétique. 

Des mesures plus précises des caractéristiques de la pulvérisation 
cathodique peuvent être réalisées en soumettant la cathode au bom- 
bardement par un faisceau d'ions suffisamment monocinétique et 
bien concentré. Dans les expériences les plus précises on procède 
au triage du faisceau d’ions suivant les masses. Pour mesurer la 
valeur de r, = AM/M, on peut déterminer les pertes de masse de 
la cathode en la pesant avant et après le bombardement. Cette 
méthode pourtant est très grossière, car AM est généralement très 
inférieure à la masse de la cible. Des mesures plus précises de n, 
sont celles dans lesquelles on détermine la variation de la masse ou 
d'une autre caractéristique quelconque du collecteur d’atomes pulvé- 
risés (méthode « d'atomes marqués ». mesure de la conductivité ou 
de la transparence optique des couches de dépôt, mesure de la fré- 
quence d'oscillations d’une plaquette de quartz, analyse par activa- 
tion et autres). Or, même dans ce cas on ne saurait obtenir une haute 
précision dans la mesure de #7, à cause de l’indétermination sur le 
coefficient d'adhésion des atomes pulvérisés au matériau du collec- 
teur. Pour pouvoir mesurer », on peut faire passer les atomes neutres 
à un état excité ou ionisé, en utilisant à cet effet un faisceau électro- 
nique. Les atomes excités émettent un rayonnement lumineux qui 
est enregistré par un spectromètre optique. L’intensité des raies 
spectrales est proportionnelle à n,. La sensibilité de la méthode spec- 
troscopique atteint 10-* atomes par ion. Dans le cas de l'ionisation 
des atomes pulvérisés le coefficient Æ° est mesuré par les mêmes 
méthodes que les coefficients Æ* et X7 lors de l'émission ionique 
secondaire. Les mesures ont montré que le coefficient X° dépend de la 
nature et de l’état de la surface pulvérisée, de l'espèce des ions 
utilisés pour le bombardement ainsi que de leur énergie Æ;,, et de 
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l'angle d'incidence œ sur la surface de la cible. Dans la région de 
faibles valeurs de E;, 


K° = C(Ein — EE), (10.202) 


où C est une constante; £?,, le seuil d'énergie de pulvérisation ca- 
thodique. 

Pour les métaux Ef, < 30 eV. Lorsque £;, > 1 keV, le coeffi- 
cient K° — Ej/: ou In Ep. Si Ein & 20 à 25 keV, la courbe K° (E;;) 
présente un maximum aplati suivi d’une décroissance de la pulvé- 
risation cathodique suivant une loi X° In £Ÿ,/E;,. Si la surface 
de métal est protégée par un film d’oxydes, le coefficient de pulvé- 
risation cathodique diminue d’un ou deux ordres de grandeur. Les 
valeurs du coefficient X° sont les plus élevées pour des cibles ayant 
une structure cristalline cubique à faces centrées et les plus faibles 
pour des cibles à réseau hexagonal et du type diamant. Pour une 
énergie E;, supérieure à plusieurs kiloélectrons-volts, le coefficient 
K° croît en même temps que la masse des ions de bombardement. Le 
coefficient K° croît également avec le nombre atomique Z de l'ion 
de bombardement dans les limites d’une même période du Tableau 
périodique de Mendéléev (fig. 10.65). Les courbes X° (Z) représen- 
tées sur cette figure sont construites pour des cibles en Ta, Cu et Ag 
pour E;n = 30 keV. 

A T < 1000 K, le coefficient X° est pratiquement indépendant de 
la température de la cible. À T > 1000 K, il varie avec la tempé- 
rature. La variation Æ°() est nettement différente pour divers 
métaux (faible pour Au, Ag, Cu, Pt, moyenne pour Ni et W et très 
forte pour Fe, Ta et Mo). La variation K° (®) pour les différentes 
faces d’un monocristal a un caractère non monotone, ce qui s'expli- 
que par la canalisation des ions dans des directions à structure plus 
compacte des atomes (directions à faibles valeurs des indices de 
Miller). 

Les énergies E, des atomes pulvérisées vont de 5 à 30eV, c'est-à- 
dire sont beaucoup plus grandes que l'énergie thermique XT, T 
étant la température de la cible. Lorsque l'énergie du faisceau d'ions 
primaires augmente, Æ, accuse une légère croissance. 

La variation de ÆX° en fonction de l'angle d'observation 8 s'écarte 
de la loi cosinusoïdale même pour des cibles polycristallines. Dans 
les monocristaux, la distribution des atomes selon les directions de 
sortie est fortement anisotrope, car le coefficient X° dépend de façon 
substantielle de la direction cristallographique. Pour les cibles 
monocristallines les taches déposées sur les parois ont la forme d’or- 
nements symétriques ({aches de Wener). L'analyse des taches de Wener 
montre que les directions de plus grande pulvérisation se confon- 
dent avec les directions cristallographiques dans lesquelles les struc- 
tures sont les plus compactes. La fig. 10.66 montre les ornements 
pour la face (100) du cuivre bombardée par les ions Ne (a), Ar (b), 
Kr (c) et Xe (d). Dans ce cas, on observe sur la surface de la face du 
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monocristal constituant la cathode un relief caractéristique de l’atta- 
que ionique comportant des creux et des saillies. Les taches de Wener 
s'observent non seulement dans: la pulvérisation cathodique par 


K° 
BRIE ZE 
LRU ee Es 
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réflexion mais également dans celle par transmission des ions rapides 
à travers une feuille métallique monocristalline. 

La variation du coefficient de pulvérisation cathodique en fonc- 
tion de l’angle d’incidence de l’ion frappant la surface d’un mono- 


Net=cu(t00)  Ar*-Cu(100) 


X X 


Kr*-Cu(100) Xe*-Cu (100) 
c) d) 


Fig. 10.66 Fig. 10.67 


cristal s'explique par l’existence d’une sorte de focalisation lors de 
la transmission de l’impulsion et de l’énergie le long des lignes ato- 
miques les plus compactes. Considérons un modèle de la ligne cons- 
tituée d’atomes identiques (que nous assimilerons à des billes 
solides de rayon R) équidistants de a l’un de l’autre. Supposons que 
la bille dont le centre est au point O; sur l’axe des x reçoive de la 
part d’un ion primaire une impulsion p; dirigée sous un angle a; 
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par rapport à l’axe de la ligne d’atomes (fig. 10.67). A l'instant où 
le centre de cette bille se trouvera au point O;, le i-ième atome entrera 
en collision avec le (à + 1)-ième atome. Ce dernier recevra une im- 
pulsion p;+, orientée le long de la ligne O0;0;,, faisant un angle 
&i+, avec l’axe des x. La longueur du tronçon 0;0;,, est égale à 2R. 
Comme il est facile de le constater sur la fig. 10.67, 


sin(a;+@is1) __ a : 
ue — 1 = (19.203) 


ou encore, pour de faibles valeurs de «, 


Lier Le 8 
nn CT 1. (10.204) 
Il résulte de l'expression (10.203) que &; = @;4, pour a* = 
= arccos (a'4R). Pour réaliser les conditions de focalisation il faut 
satisfaire à l’inégalité a << 4R. Si «3; << af, jy, << œ. Ceci signifie 
qu'une suite de collisions successives dans une telle ligna d’atomes 
fait approcher la direction de l'impulsion transférée de l’axe de 
la ligne d’atomes. Lorsque le nombre d’atomes V dans la ligne est 
grand, «&;+n —+ 0, c’est-à-dire que le choc se rapproche d'un choc 
central dans lequel l’énergie et l'impulsion sont transférées en tota- 
lité d’un atome à un autre comme ceci résulte des lois de conserva- 
tion de l'impulsion et de l'énergie: 


(Pi+1/p:) = cos (@i + œi41), (10.205) 
(EraalEi) = cost (as + @rsi). (10.206) 


Dans le cas où a; > a*, la focalisation lors de la transmission 
de l'impulsion n’a pas lieu (&;:1 > œ;). 

Plus la disposition des atomes dans la ligne est compacte, plus 
l'angle a} est grand, c’est-à-dire que la focalisation peut se produire 
pour des valeurs plus grandes des angles &; de collision d’une par- 
ticule primaire avec la ligne d’atomes. La propagation de l’impul- 
sion et le transfert d'énergie le long d’une ligne d’atomes dans le cas 
où la condition de focalisation (&; << a*) est réalisée s'appelle pro- 
pagation d'un focuson. De ce qui précède nous pouvons conclure que 
dans des lignes d’atomes peu compactes les focusons ne peuvent 
pas se propager. Les directions les plus probables de propagation 
de focusons sont des directions cristallographiques [u v w] à faibles 
valeurs des indices. Dans un réseau cubique à faces centrées ce sont 
les directions [110], [100], [112] et [111]. Un focuson transmet effi- 
cacement l'impulsion et une partie importante de l'énergie, « par 
relais », à l’atome extrême se trouvant sur la surface qui peut quitter 
la cible dans une direction déterminée constituant le prolongement 
de la direction cristallographique [uvw]. C'est ce qui explique l'ani- 
sotropie du phénomène de pulvérisation cathodique des monocristaux, 
en particulier, le dépôt des atomes pulvérisés sous forme des taches 
de Wener (v. fig. 10.64). 
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Canalisation et blocage des ions dans les monocristaux. — L'’ar- 
rangement parfaitement symétrique et périodique des atomes dans 
un monocristal non seulement prédétermine l’anisotropie lors de la 
propagation des excitations quasi élastiques, c'est-à-dire des focu- 
sons, mais influe également sur la propagation des ions primaires 
dans le cristal. Il est apparu que ces ions ont eux aussi la propriété 
de se propager de préférence le long de canaux situés entre les lignes 
d’atomes les plus compactes. Une telle propagation devient possible 
si l'ion entre dans un canal sous un certain angle glissant q par rap- 
port à la ligne d’atomes non supérieur à une certaine valeurcritique 
Per (trajectoire Z de la fig. 10.68). On dit que dans ce cas il y a ca- 
nalisation de l'ion dans le cristal. Pour @ > Œer, la trajectoire de 
l'ion passe trop près des nœuds du réseau dans lesquels sont situés 


Fig. 10.68 


les atomes (trajectoire 2 de la fig. 10.68). De tels ions ne peuvent 
pas se propager dans le cristal par suite d’une forte diffusion (effet 
de blocage ou effet d'ombres). | 

Les effets de canalisation et de blocage peuvent se décrire comme 
un mouvement classique de l’ion suivant une certaine trajectoire 
étant donné que pour des énergies habituelles (£;, > 10 keV) la 
longueur d'onde de de Broglie associée à un ion 


À = R(2M Ep)? (10.207) 


ne dépasse pas 10-* nm, c’est-à-dire qu’elle est beaucoup plus petite 
que la largeur de canal et la distance a entre les atomes (). On peut 
montrer que la valeur critique de l’angle de capture de l'ion par le 
canal, où il est soumis à une certaine force de rectification qui le dé- 
place vers l’axe du canal, s'exprime par 


2e2ZZa \U2 
Eipa ] ° 


Per= | (10.208) 


Ici, eZ; est la charge du noyau de l'ion; eZ,, la charge du noyau de 
l'atome dans la ligne; Æ;», l'énergie de l'ion. 


® Pour des électrons et des positrons de petite ou moyenne énergie, la 
longueur d'onde de de Broglie est de l'ordre de grandeur de la largeur du canal. 
C’est pourquoi l'effet tunnel entre les canaux rend la canalisation impossible. 
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Les valeurs calculées de @.- sont en bon accord avec les valeurs 
obtenues dans les expériences sur la canalisation des particules. 
La fig. 10.69 montre la variation du courant d'ions (protons. £;, = 
= 50 keV) ayant traversé un monocristal d’or. En faisant tourner 

le cristal autour de l'axe [111] per- 
lis, NA pendiculaire à la surface, on peut. 


1,0 r sans modifier l'épaisseur du cristal 
hs *—Au 
Re 


traversé par les ions, faire varier 
ae L 


l'orientation mutuelle du faisceau 
et du réseau. On voit que le cou- 
rant i;, accuse une brusque croissan- 
ce à des instants où la direction du 
faisceau se confond successivement 
avec des lignes d'atomes les plus 
compactes [110]. 

La fig. 10.70 montre des cour- 
bes caractérisant la profondeur de 
pénétration Les des ions Kr#* d'’é 
nergie E;» — 40 keV dans un cristal 
60 120 180 240 @* d'aluminium et une couche amor- 

| phe de AÏ,0, en cas de la modifi- 

Fig. 10.69 cation de l'orientation de la ci- 
ble dans la direction d'incidence 

des ions. On voit que les parcours des ions sont maximales au voisi- 
nage des directions de canalisation. Ceci est lié à des pertesinélasti- 
ques plus faibles, car, premièrement, les ions pris dans le canal 


08 
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Fig. 10.70 
subissent moins de collisions fortes avec les atomes du réseau et. 
deuxièmement. les trajectoires de l'ion se déplaçant âans un canal 


sont plus voisines d’une droite que les trajectoires de toute autre 
particule animée dans le cristal d’un mouvement désordonné en 
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zigzag. La fig. 10.71 illustre clairement l'effet d’ombres lors de la 
réflexion des protons sur un monocristal d’or. Les bandes sombres 
correspondant aux lignes d'intersection des plans cristallographiques 
avec l'écran fluorescent indiquent l’affaiblissement de l'intensité 
du faisceau d'ions réfléchis par suite de l'effet de blocage des ions 


Fig. 10.71 


sortant par les plans atomiques. Les endroits d’intersection des lignes 
sombres sont des points d'intersection avec l'écran des axes cristallo- 
graphiques ayant différentes valeurs de [uvwl. De tels protonogram- 
mes permettent de détecter la position des défauts dans la structure 
cristalline, car la présence de défauts conduit à la suppression de 
l’effet d'ombres, c'est-à-dire augmente l'intensité du faisceau diffusé 
dans la direction où s’observait un ombre. 

Emission iono-électronique potentielle. — Passons maintenant 
à l'étude des phénomènes qui s’observent lors des interactions iné- 
lastiques entre les ions et les atomes d’un solide. Il est évident que 
de telles interactions n'ont lieu que pour des collisions proches des 
particules, c'est-à-dire pour de faibles distances d'impact. Considé- 
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rons d'abord le phénomène d'émission iono-électronique potentielle 
caractérisée par un coefficient 


Yp = le/ni = iellips (10.209) 


où i, est le courant d'électrons émis par la cible; i;,, le courant d'ions 
frappant la cible. 

Si les électrons sont émis sous l’action d'ions à charges multi- 
ples eZ’, on a 


Yp = Z” (ie/iip). (10.210) 
Le phénomène d'émission iono-électronique potentielle a été 


découvert par Penning (1928). Il a été établi qu'une telle émission 
a lieu seulement à condition que 


V, > 29, (10.211) 


où V; est le potentiel d'ionisation de l'atome frappant la cible; 
ew, le travail de sortie de la cible. 

En effet, un électron ne peut être arraché à un solide grâce à l’éner- 
gie potentielle emmagasinée dans un ion frappant la cible (fig. 10.72, 


Ex=Ei-E;-Ee 


4 
Alome excité 


Fig. 10.72 


a) ou dans un atome excité (fig. 10.72, b) que si certaines conditions 
énergétiques sont réalisées. Dans le cas d’un ion positif il se peut que 
cet ion subisse une neutralisation Auger lorsque l'électron 7 neutra- 
lise l'ion et l'énergie E; — E, qui s'en dégage est transférée à l’élec- 
tron 2. L'énergie cinétique de cet électron dans le vide est Æ, = 
— E; — E, — E,. Puisque lors de l'émission d’électrons dans le 
vide E, = mvi/2 > 0, il en résulte que E, + E, < E:. Si la tempé- 
rature du corps est voisine du zéro, E; < —eg et E, < —eg. En 
tenant compte de ce que E; — —eV;, on obtient la condition (10.211). 
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Par conséquent, la valeur maximale de l'énergie d’un électron lors 
de l'émission iono-électronique dans le cas de la neutralisation 
Auger des ions a pour expression 


(ma? 2)max = € (Vi — 2q). (10.212) 


Dans le cas de la désactivation Auger d'un atome excité (, 
l'énergie maximale de l'électron est égale à E;, — eg. 

L'expérience confirme que les électrons d'émission iono—<lectro- 
que DARRURUE se caractérisent par un spectre continu dans l’in- 
tervalle 


0 & (mavi/2) < e (V; — 2). (10.213) 


Les potentiels d'ionisation les plus élevés sont ceux des atomes 
de gaz inertes (He. Ne, Ar, Xe). Les valeurs de V, sont également 
grandes pour les atomes de Zn et Cd (v. Tableau 6.7). Ce sont les 
ions de ces métaux ainsi que les ions H;, N;, O; et certains autres 
que l’on utilise généralement dans les expériences sur l'émission 
iono-électronique potentielle. Le coefficient y, n'excède pas en règle 
générale 30 %. En première approximation, le coefficient y, ne 
dépend pas de l'énergie cinétique des ions (2 et varie à peu près 
linéairement en fonction du carré de la différence (V; — 2). Pour 
une augmentation considérable de V; (par exemple, lorsqu'on passe 
à des ions à charges multiples), la vitesse de croissance de y, dimi- 
nue. Le coefficient y, obtenu avec des ions moléculaires est plus faible 
que celui assuré par des ions atomiques pour des valeurs voisines de 
Vi. Le coefficient y, dépend de la densité d'états dans la bande de 
conduction au voisinage du niveau de Fermi: il croît avec la densité 
de ces états. 

On observe aussi une variation de y, en fonction de la tempé- 
rature. Cette variation est particulièrement marquée dans le cas où 
(Vi — 2) & 0. L'émission iono-électronique à partir des cibles 
semi-conductrices (Si, Ge, GaAs) ne diffère pas de façon substantielle 
de l'émission analogue par les métaux. Dans des diélectriques, il est 
difficile de séparer l'arrachement par énergie potentielle de celui 
par énergie cinétique. Ceci tient, à ce qu’il paraît, à un rapprochement 
plus poussé des partenaires lors de la neutralisation Auger et donc 
à une forte variation du coefficient d'émission électronique y, en 
fonction de l'énergie des ions primaires. La distribution selon l’éner- 


® La probabilité de transitions avec émission de quanta est faible, car le 
temps de vie caractéristique d'un atome excité par rapport à une transition 
radiative est généralement de l’ordre de 10-8 s. Le temps d'interaction d'une 
particule atomique avec la surface est de plusieurs ordres de grandeur inférieur 
a cette valeur. 

(La faible variation de la fonction yp (£;p) s'explique par le déplacement 
des niveaux d'énergie de l'ion (ou de l’atome) lorsque la distance x de la particu- 
le atomique à la surface varie à l'instant de neutralisation. 11 est évident que 


la vitesse de variation de r dépend de Ein. Remarquons que eVi (x) — eV; 
lorsque z — co. 
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gie N (E..) des électrons arrachés par les ions lors de l'émission iono- 
électronique potentielle fournit une information sur la densité 
d'états dans la partie remplie de la bande de conduction d'un métal 
ou dans la bande de valence d'un semi-conducteur. 

C’est sur la mesure de W (E,,) et son traitement mathématique 
qu'est basée une méthode d'étude de la structure énergétique des 
surfaces de solides qui a été proposée en 1962 et appelée spectroscopie 
par neutralisation ionique. 

Emission iono-électronique cinétique. — Pour de faibles valeurs 
de E;, (de l'ordre de quelques kiloélectrons-volts), le coefficient 
d'émission iono-électronique cinétique y. croît linéairement avec £;, : 


ve = C (Ein — Et), (10.214) 


où C est une constante; E?,, le seuil d'émission iono-électronique 
cinétique. 

Pour des métaux propres C & 0,2 électron ion par 1 keV. Dans 
un intervalle de l’ordre de quelques dizaines de kiloélectrons-volts, 
la fonction y (E;») croît plus lentement, à peu près proportionnelle- 


s 


ment à E;{?, c'est-à-dire proportionnellement à la vitesse v;, de 
l'ion. Dans le domaine des va- 
REEUIR leurs encore plus élevées de E;» 
3,6 (pour les protons à E;, Æ 125 
keV), la courbe yÿc (ÆE;n) com- 
porte un maximum après lequel 
le coefficient commence à dé- 
croître du fait d’une plus grande 
pénétration des ions à l’inté- 
rieur de la cible et donc d’une 
diminution de la probabilité de 
sortie des électrons internes 
excités. 

Pour des métaux propres les 
valeurs maximales de y. attei- 
gnent 1 à 2 électron/ion (pour 
les ions d'hydrogène). Pour des 
ions plus lourds, le coefficient y 
-20 0 20 40 60 s8og° peut s'élever à 10 ou 15. Pour 

les semi-conducteurs et les dié- 

Fig. 10.73 lectriques, l'allure de la fonc- 

tion Ye (E:») est la même que 

celle pour les métaux, mais les valeurs maximales de y, sont 
plus grandes. La distribution des électrons selon l'énergie 
N (£4) est dans le cas de l'émission iono-électronique cinétique 
voisine de la distribution maxwellienne avec une température du 
gaz d'électrons chauds atteignant plusieurs dizaines de milliers de 
degrés. La statistique des actes élémentaires de cette émission diffère 
quelque peu de la distribution de Poisson. La variation de y. en 
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fonction de l’angle d'incidence @ des ions frappant une face donnée 
du monocristal a un caractère non monotone (fig. 10.73). Cette figure 
montre les courbes y (@) pour une face (100) de cuivre bombardée 
par des ions d’argon d'énergie de 20 à 30 keV. Le coefficient y est 
minimal pour les directions cristallographiques qui sont les plus 
transparentes aux ions (effet de canalisation). De telles dépendances 
sont obtenues pour tous les corps monocristallins (métaux, semi- 
conducteurs et diélectriques). Une élévation de la température de la 
cible qui augmente l'amplitude d'oscillations des atomes et le pas- 
sage de la couche superficielle à l’état amorphe par suite d'un bom- 
bardement ionique intense et prolongé conduisent à l'aplatissement 
de la structure fine des courbes y (). 

Lorsque les cibles sont bombardées par des ions moléculaires 
(4B)*'. le coefficient d'émission considérée s'exprime par 


Ye (4B)* = ve (4*) + ve (B*), (10.215) 


où ve (4*) et y. (B*) sont les coefficients d'émission iono-électroni- 
que pour des vitesses des ions atomiques À * et B* égales à la vitesse 
de l'ion moléculaire. 

La théorie de l'émission iono-électronique cinétique est fondée 
sur le mécanisme de la transformation d’une partie de l'énergie ciné- 
tique E;» d’un ion primaire en énergie d'excitation des électrons du 
solide lorsque cet ion entre en collision avec un atome de la cible. 
Lorsque les noyaux se rapprochent à une petite distance. il se forme 
un système quasi moléculaire constitué de deux particules atomiques. 
Les particules entrant en collision dans une telle quasi-molécule 
échangent des électrons, cet échange s'accompagnant de la transmis- 
sion de l'énergie et de l'impulsion aux électrons des atomes. Il en 
résulte un échauffement des électrons du système considéré. De ce 
fait, les électrons des bandes remplies du solide peuvent être excités 
vers des niveaux supérieurs avec la formation de trous aux niveaux 
inférieurs. Dans la seconde étape de ce processus, c’est-à-dire lors de 
la recombinaison des électrons et des trous, il se dégage une énergie 
qui est transmise par le processus Auger (v. fig. 10.49) à un des 
électrons de la bande de conduction, de la bande de valence ou des 
autres bandes plus profondes. Si des relations énergétiques bien 
déterminées sont réalisées, cet électron sera émis dans le vide. L'étude 
théorique de l'émission iono-électronique cinétique permet égale- 
ment de comprendre l’origine de son énergie de seuil E*, et l’appa- 
rition dans le spectre V (E,,) d'électrons possédant des énergies ca- 
ractéristiques tant de la substance bombardée que de l'ion incident. 
Ces groupes sont dus, à ce qu'il paraît, à la création d'électrons Auger 
(spectroscopie ionique Auger). 

Le seuil d'apparition d'électrons lors de l'émission iono-électro- 
nique cinétique s'explique par le fait que pour chaque substance il 
existe une énergie minimale caractéristique qui doit être fournie 
pour faire passer un électron du haut de la bande de valence à des 
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niveaux libres de la bande de conduction situés au-dessus du niveau 
de Fermi. L'excitation des électrons par les ions dans la bande de 
conduction et la formation de trous dans la bande de valence qui en 
résulte est à l’origine de deux autres phénomènes qui ne sont pas 
directement liés à l'émission d'électrons dans le vide. Le bombarde- 
ment ionique des semi-conducteurs et des diélectriques peut donner 
lieu à une augmentation de leur conductivité (conduction par radiation 
ou induite) ainsi qu’à la luminescence de la cible (ionoluminescence). 


CHAPITRE 11 


PHÉNOMÈNES ÉLECTRIQUES DANS LES GAZ 


$ 11.1. Apparition et disparition 
de particules chargées dans un gaz 


Apparition de charges électriques dans un gaz. — Le processus 
de passage d’un courant électrique dans un milieu gazeux est appelé 
décharge électrique dans un gaz. Les phénomènes élémentaires qui dé- 
terminent le passage d'un courant électrique dans un gaz font inter- 
venir des particules microscopiques différentes: électrons, ions 
positifs et négatifs, atomes et molécules neutres. ainsi que des quanta 
de rayonnement électromagnétique. 

Les conditions de passage d’un courant à travers l'intervalle de 
décharge se déterminent également par toute une série de paramètres 
extérieurs tels que la configuration, les dimensions, la conductivité, 
les propriétés émissives des électrodes et des parois du récipient con- 
tenant le gaz, la pression et la composition du gaz, la fréquence d’un 
champ extérieur, l'intensité de courant, etc. Les propriétés du milieu 
dans lequel s'effectue la décharge sont anisotropes. Tout ceci rend 
difficile l'établissement d'une théorie unitaire rigoureuse de la 
décharge gazeuse. La théorie de la décharge repose pour une large 
part sur des calculs approchés et des relations empiriques bien que 
pour certaines conditions concrètes on ait obtenu des lois quanti- 
tatives. 

Le gaz est un bon diélectrique, cependant, lorsqu'il est soumis 
à l’action de champs extérieurs suffisamment intenses, sa conduc- 
tivité s'accroît brusquement par suite de l’augmentation de la con- 
centration des particules chargées. Les charges électriques peuvent 
prendre naissance au sein du milieu gazeux lui-même par suite des 
actes élémentaires d'interaction (collisions) des particules ainsi que 
par suite de toutes les sortes d'émission à partir des électrodes et des 
parois du récipient, siège de la décharge. L'émission de particules 
chargées par la surface de solides étant examinée au chap. 10, nous 
ne nous arrêterons maintenant que sur les processus de collisions entre 
les particules dans le gaz qui conduisent à l'excitation et à l’ioni- 
sation des atomes ou des molécules. 

Pour de faibles énergies des particules interagissantes ne sont 
possibles que des collisions élastiques quand l’énergie cinétique totale 
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des particules reste inchangée. Lorsque l'énergie augmente. il appa- 
raît une plus grande probabilité de collisions dans lesquelles une 
certaine partie de l'énergie cinétique passe dans l'énergie interne des 
particules (collision inélastique de première espèce). Un passage inverse 
est également possible lorsque l'énergie cinétique totale des particu- 
les entrant en collision augmente au détriment de leur énergie interne 
(collision inélastique de deuxième espèce). Un atome passera à un 
état excité si son énergie interne augmente par suite d’une collision 
inélastique d'au moins de eV, où V, est le premier potentiel d'excita- 
tion de l’atome. Si l'énergie transférée à l'atome est supérieure à 
l'énergie d’ionisation eV; (V; étant le potentiel d’ionisation). un des 
électrons de valence peut se libérer de l’atome qui devient alors un 
ion positif. Une valeur suffisamment grande de l'énergie acquise 
par l'atome peut donner lieu à la production d'ions non seulement 
à charge unique mais également à charges multiples. La probabilité 
d'actes d’excitation ou d'’ionisation se caractérise par la section 
efficace de choc. 

La notion de sections efficaces est étudiée dans la théorie ciné- 
tique des gaz où l’on détermine la probabilité de différentes formes 
d'interactions des particules. 

Si un flux de particules de concentration r traverse une couche 
de gaz de section unité, les actes d'interaction conduisant à la diffu- 
sion des particules de ce flux font décroître leur concentration sur 
un parcours dr d'une quantité | dn | proportionnelle à n. à dx et 
à la concentration W, des atomes de gaz: 


dn = —on (x) N, dx. (11.1) 


Le signe « — » signifie la diminution de la concentration du flux 
sur le tronçon dr. Le coefficient de proportionnalité © est appelé 
section efficace de l'interaction d'une particule. 

L'intégration de l'expression (11.1) donne la loi de décroissance 
de la concentration des particules du flux par suite des actes d’inte- 
raction dans un milieu gazeux. Si o et V, sont indépendants de x, 
alors 


n (x) = ner sNox = ne-@x, (11.2) 


où #, est la concentration initiale (pour x = U). 

La quantité Q = oN, est appelée section efficace de l'interaction 

q 0 

par unité de volume. Ici, © a les dimensions d’une surface et Q, celles 
de l'inverse d’une longueur. L'expression Q = oN, signifie qu'on 
peut négliger le recouvrement des sections des atomes distincts et 
considérer que la section efficace totale de l'interaction par unité 
de volume est égale à la somme des sections efficaces des atomes 
gazeux contenus dans ce volume. 
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Si l’on désigne par A la distance moyenne parcourue par des par- 
ticules entre deux actes d'interaction (libre parcours moyen), on peut 
écrire 


da nr, (11.3) 
et donc 
1 1 
A= 0No Q' (41.4) 


c'est-à-dire que Q détermine le nombre moyen d'actes d'interaction 
subis par une particule sur l'unité de son parcours. 

Lorsqu'il y a plusieurs formes différentes d'interaction des par- 
ticules dans un milieu gazeux, la variation de la concentration du 
flux peut se décrire, compte tenu de l’égalité dr — v dt, par l'ex- 
pression 


dn = — } ] (On) nrNoi dt, (11.5) 
où les indices k et ! se rapportent respectivement à des particules 
incidentes et diffusantes ; 0,, est la section efficace de l'interaction 
entre les particules de sortes k et L. 

Les vitesses des particules dans le gaz étant différentes, il faut 
prendre la valeur moyenne du produit 0,7, sur toutes les vitesses. 

Considérons un flux d'électrons monoénergétique qui diffuse 
dans un milieu gazeux dont les atomes ou les molécules seront suppo- 
sés immobiles. La sortie des électrons de ce flux est provoquée par 
des causes diverses, notamment, par des collisions élastiques et iné- 
lastiques, par la recombinaison, etc. Pour caractériser chacun de 
ces processus on peut introduire une section efficace correspondante 
et, comme il résulte de la formule (11.5), la section efficace totale 
(intégrale) de diffusion d’un électron a pour valeur 


Q=> SNou= D Qr (11.6) 


où c,est la section efficace pour le /-ième type de diffusion; W,;la 
concentration des centres de diffusion de sorte L. 

La probabilité de chacun des processus se détermine par le rap- 
port Q:/Q. 

La quantité Q, — o,N,, est égale à l'inverse du libre parcours 
de l’électron pour une forme donnée d'interaction, alors que le libre 
parcours moyen de l’électron 


Ae— Œ Q)* = w2 GiNo) (11.7) 


est inférieur au libre parcours pour toute forme d'interaction. 
Les sections efficaces de collisions élastiques peuvent se calculer 
avec une précision suffisante en utilisant les lois de la physique clas- 
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sique, alors que les collisions inélastiques exigent de tenir compte 
des effets quantiques. 

Considérons d’abord les collisions élastiques. Le potentiel de 
forces d'interaction entre les particules varie en fonction de la dis- 
tance séparant les particules suivant la loi V æ r-", où n se déter- 
mine par la sorte et l'énergie des particules. Pour calculer la trajec- 
toire d’une particule subissant une collision élastique il faut résoudre 
conjointement les équations exprimant les lois de conservation de 
l'énergie cinétique (l'énergie potentielle reste inchangée dans une 
collision élastique) et de l'impulsion. Alors, connaissant les vitesses 
initiales et le paramètre d'impact qui est la distance minimale entre 
les trajectoires initiales des particules, on obtient les valeurs de leurs 
écarts angulaires après la collision. 

Pour décrire la probabilité de diffusion des électrons aux diffé- 
rents angles on introduit la notion de section efficace différentielle de 
diffusion à un angle 86. 

Sélectionnons du flux d'électrons se déplaçant par rapport à l’ato- 
me du gaz une partie pour laquelle les paramètres d'impact des 
trajectoires initiales sont compris entre b et b + db. Cette partie du 
flux passera à travers une région annulaire de rayon intérieur b 
et de largeur db dont le centre se situe à l’endroit où se trouve l'atome. 
La surface de cet anneau est égale à 2xbdb. Les électrons déviés de 
l'angle 6 par suite de l'interaction avec l'atome passent par un 
angle solide dQ = 2n sin 6 d6 dont l'angle ouverture est égal à 6. 

De par la définition, la section efficace différentielle o (v, 8) 
multipliée par dQ est égale au nombre d'électrons déviés de l'angle 8 
dans l’angle solide dQ au nombre d'électrons arrivés pendant le 
même temps sur l'unité de surface. En désignant le flux d'électrons 
arrivés par G, on peut écrire 


o(v, 6,40 = PE _ 2nbdb. (11.8) 


Le produit G2xbdb donne le flux d'électrons à travers un anneau 
de surface égale à 2rxbdb. On en tire 


db b db 
Go (v, 8) = nb 5 6: (11.9) 


Lorsque 6 —+ 0, la quantité © (v, 6) tend vers l'infini, ce qui té- 
moigne d'une forte probabilité de diffusion aux petits angles. Pour 
obtenir la section efficace totale de diffusion élastique des électrons il 
faut intégrer la section efficace différentielle sur tous les angles 6: 

A EL 
o()= | o(v, 6) de =2x Üo(v, 8)sin6d8. (11.10) 
8=0 c) 

La section efficace © (v) caractérise le nombre total d'électrons 

diffusés par unité de densité du flux de particules incidentes. 
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Le mouvement d'ensemble des électrons sous l'effet d’un champ 
extérieur se détermine pour une large part par les pertes de vitesse 
(de l'impulsion) lors des collisions avec les particules du gaz. L'in- 
fluence des collisions élastiques sur le mouvement des électrons est 
prise en compte par l'introduction de la section efficace totale de trans- 
mission de l'impulsion (section de transport) 6h. 

Si une particule de masse m, entre en collision avec une autre 
particule de masse m,, l'impulsion de la première particule subira en 
cas de la diffusion à l’angle 6 un changement de la quantité 


Ap,= ——71%2 (1—cos8) v, (11.11) 


M + me 


où v est le vecteur vitesse relative avant la collision. 

Par suite d’une collision élastique entre un électron et un atome 
lent la composante de l'impulsion de l’électron suivant la direction 
du mouvement initial subit une variation de Ap = p (1 — cos 8) 
si bien que la formule donnant la section efficace de transport fait 
intervenir le facteur (1 — cos 8): 


Om () = | o(v, 8) (1—cos 8) dQ — 2n Üot, 6) (1— cos 8) sin 6 d8. 
8=-0 t 


eo 


(11.12) 


L'équation du mouvement de l’électron dans le gaz contient le 
libre parcours moyen calculé à partir de la section efficace de trans- 
port. A cet effet il convient de faire usage de la formule (11.7) en 
y portant ©, (v). Dans des problèmes concrets il faut tenir compte 
de la distribution des vitesses de toutes les particules entrant en col- 
lision et prendre la moyenne en calculant 0. 

Pour l'interaction coulombienne des particules chargées, par 
exemple, pour la diffusion d’un flux d'électrons par des ions dans 
le gaz, lorsque le potentiel de forces d'interaction décroît lentement 
avec la distance, la prise en compte des interactions à longue distance 
correspondant à de faibles déviations des électrons (0 — 0) conduit 
à une intégrale divergente dans la formule (11.12). Pour obtenir un 
résultat fini approché on est amené à imposer des restrictions à la 
distance sur laquelle on tient compte des forces d'interaction cou- 
lombienne. 

La distance minimale est déterminée par un rayon dit d'interac- 
tion à courte distance b,, distance sur laquelle l'énergie potentielle 
mutuelle des particules interagissantes est égale en valeur absolue 
au double de l'énergie cinétique de leur mouvement relatif. Pour un 
électron et un ion positif de charge Ze ce rayon a pour valeur 


___ Zei ‘ 
= 4Teom ev? L 


b (11.13) 
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Comme distance maximale on prend le rayon de Debye rp, 
c'est-à-dire le rayon de la région à l’extérieur de laquelle le champ 
produit par la charge introduite dans le plasma est mis sous écran 
(v. $ 11.4). Compte tenu de ces limitations, le calcul de l'intégrale 
figurant dans la formule (11.12) donne 


Om (v) = AnbéL, (11.14) 


où L = In _ est le logarithme coulombien (sa valeur est comprise 
0 
entre 1 et 20). 

Lors de la décharge dans un gaz les électrons entrent en collision 
non seulement avec des ions mais également avec d’autres électrons 
ainsi qu'avec des atomes et des molécules neutres. Pour déterminer la 
fréquence de collisions d’un électron, qui s’accompagnent de trans- 
fert d’impulsion, il faut faire la somme das fréquences de collisions 
avec les particules de toutes les espèces : 


Vm = > Vmi 2 OmtViNor. (11.15) 


où Viet Om: Sont la fréquence et la section efficace de transport 
des collisions avec les particules de l’espèce !; v, est la vitesse rela- 
tive. Le temps moyen qui s'écoule entre deux collisions consécutives 
est tn — 1/vh. Remarquons que la section efficace de diffusion 
élastique des électrons sur les particules neutres est nettement plus 
petite que celle de diffusion coulombienne, mais ce processus est 
important pour l'établissement de la distribution énergétique des 
particules dans un gaz faiblement ionisé. 

Dans le cas des collisions inélastiques, l’équation de la loi de 
conservation de l’énergie contient un terme supplémentaire AE 
qui caractérise la variation de l'énergie potentielle des particules 
par suite du passage de l'énergie cinétique en énergie potentielle. Les 
plus importantes sont ici les collisions des électrons avec des atomes 
du gaz. qui se terminent par l'excitation ou par l'ionisation des ato- 
mes. Pour caractériser ces processus on se sert également des notions 
de sections efficaces qui peuvent s'exprimer par l'intermédiaire de 
la section efficace de transport o,, et les probabilités d'excitation 
Wexc et d'ionisation w; lors des collisions: 


Oexc — OmWexc: 
O1, = OL. (11.16) 


Les sections efficaces par unité de volume Qexc — GexcVo et 
@; = o:N, déterminent le nombre d’actes d’excitation ou d'ioni- 
sation effectués par un électron sur l’unité de son parcours. Les 
courbes de variation de @; et de Qc en fonction de l’énergie de 
l’électron comportent un maximum (fig. 11.1, a et b). La probabilité 
maximale d’excitation d'un atome correspond à une énergie de 
l’électron qui n’est que légèrement supérieure à l'énergie d'excita- 
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tion, alors que le maximum de probabilité d’ionisation s'observe 
pour une énergie de l'électron de l’ordre de plusieurs dizaines et 
même centaines d’électrons-volts selon la nature du gaz. La varia- 
tion de la section efficace d’ionisation Q; en fonction de l'énergie eV 
de l'électron peut se décrire (sauf pour la région du maximum) par 
une formule empirique approchée 


Qza(v—ve "4-t», (41.17) 

où a et b sont des constantes dépendant de la nature du gaz. 
Les sections efficaces d’excitation et d’ionisation accusent une 
croissance appréciable lorsque le spectre atomique des gaz contient 


Q; En: 


ai b) 


Fig. 11.1 


des niveaux d'énergie métastables depuis lesquels le passage spon- 
tané des électrons à des niveaux plus bas est interdit par les règles 
de sélection. L’électron ne quitte un niveau métastable que lorsque 
l'atome entre en collision avec une autre particule ou avec un photon. 
De ce fait. le temps moyen de séjour de l’atome dans un état excité, 
qui est de l’ordre de 10-* à 10-° s en l’absence de niveaux métastables, 
prend une valeur de 10-* à 10-? s en présence de tels niveaux et la 
probabilité d’ercitation en cascades ou d'’ionisation en cascades lorsque 
un électron libre cède son énergie à un atome excité dans un état 
métastable devient plus grande. Il est évident que l'énergie néces- 
saire pour l'excitation ou pour l'’ionisation d’un atome est dans ce 
cas plus petite que pour l'excitation ou l'ionisation directes. 

La possibilité d'ionisation en cascades résulte également du pro- 
cessus d'ercitation résonnante des atomes gazeux. Le fait est qu'un 
alome peut passer de l’état excité à l’état non excité en émettant 
un quantum lumineux qui sera absorbé par un autre atome passant 
ainsi à un état excité. Un transfert successif de l'excitation d’un 
atome à un autre (tant que le quantum ne quitte pas l'intervalle de 
décharge) augmente le temps effectif de séjour du système dans un 
état excité et favorise donc le processus d'ionisations en cascades. 

Les courbes de variation de la section efficace totale de diffu- 
sion Q d’un électron en fonction de sa vitesse sont représentées sur 
la fig. 11.1, c pour des gaz inertes à p — 1 Pa et T — 273 K. Pour 
d’autres pressions et températures, la valeur de Q se calcule en mul- 
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Je 
tipliant les valeurs indiquées par p, = se p. De même que les 
sections efficaces d'excitation et d'ionisation, la section efficace 
totale comporte un maximum pour des énergies bien déterminées 
de l’électron. En même temps, les flux d'électrons ayant des énergies 
de l'ordre de 1 eV ne subissent dans le milieu gazeux presqu'aucune 
diffusion. C’est là que se manifestent les propriétés ondulatoires des 
électrons qui déterminent leur diffraction par les atomes de gaz (effet 
Ramsauer). 

Les atomes de gaz peuvent être ionisés également par un flux 
d'ions positifs, mais la probabilité de ce processus est beaucoup plus 
faible que celle d'ionisation des atomes par un flux d'électrons. Ceci 
tient à une masse plus grande et une vitesse plus faible des ions posi- 
tifs qui font que la partie de l'énergie transférée à l’atome dans une 
collision inélastique en énergie interne des particules de masses m, 
et m, qui se rapprochent avec une vitesse relative v ne peut pas dé- 
passer 


(11.18) 


La masse de l’électron m, étant beaucoup plus petite que la masse 
de l'atome Ma, il s'ensuit de (11.18) que AE max ma, c'est-à- 
dire que lors de la collision entre un électron et un atome presque 
toute l'énergie cinétique de l’électron peut être dépensée pour l’exci- 
tation de l'atome. Quant à la collision de l’atome avec un ion positif 
dont la masse M, = Ma, l'énergie AEmax n'excède pas + (*) : 
c'est-à-dire que l'ion ne peut céder à l’atome que tout au plus la moi- 
tié de son énergie cinétique. 

En outre, il y a une forte probabilité que l'ion positif. se dépla- 
çant à une faible vitesse, ne fera que déplacer par son champ lente- 
ment variable les niveaux d'énergie de l’atome sans provoquer des 
passages des électrons entre niveaux. Après le passage de l'ion le 
déplacement des niveaux disparaît et la structure énergétique de 
l'atome se rétablit, si bien que son énergie interne reste finalement 
inchangée. 

En estimant la possibilité de transfert, lors d’une collision, de 
l'énergie de l'ion directement à un électron dans l’atome il convient 
d’avoir en vue que 


AEmax L À ,» meM; 4 ___ Me 1 1 
E:; ND V Mme+ Mi + Mn = me M} <& 1, (11. 9) 


c'est-à-dire que pour pouvoir transmettre à l'électron une énergie 
de l’ordre de eV;, l'ion doit posséder une énergie de plusieurs kilo- 
électrons-volts, ce qui est impossible dans les conditions d’une dé- 
charge dans les gaz. Les valeurs moyennes de l'énergie des ions dans 
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le plasma à décharge gazeuse ne dépassent pas 10 eV, or. pour de 
telles valeurs de l'énergie les collisions inélastiques entre les ions 
et les atomes ne jouent pas de rôle important. 

La probabilité d’ionisation des atomes par leurs collisions avec 
d’autres atomes neutres est elle aussi bien faible. Pourtant. à des 
températures et pressions élevées, ce processus prend de l'importance 
parce qu’il conduit à l’ionisation thermique d'un gaz grâce à l'énergie 
de l’agitation thermique. L’ionisation thermique se produit le plus 
facilement dans des gaz à faible potentiel d'ionisation des atomes 
et surtout dans les vapeurs de métaux alcalins. Un haut degré d'ioni- 
sation y est atteint déjà à une température de 3000 K, alors que les 
températures nécessaires pour l’ionisation des gaz inertes sont supé- 
rieures à 10 000 K (sous une pression de plusieurs centaines de pas- 
cals). 

Les processus d'’excitation et d'’ionisation des atomes par des 
quanta lumineux sont eux aussi bien importants. Pour une photo- 
ionisation directe l'énergie du quantum doit être supérieure à l’éner- 
gie d'ionisation eV;, c'est-à-dire que le rayonnement à utiliser doit 
se situer dans l’ultraviolet lointain. Il est possible également que la 
photoionisation s'effectue par étapes lorsque les photons ne font 
que passer l’atome à un état excité, alors que l'énergie supplémentaire 
nécessaire à l’ionisation est acquise par l'atome par suite de la colli- 
sion avec une autre particule. Une telle photoionisation par cascades 
exige des quanta de moindre énergie et le rayonnement ionisant 
peut se situer dans le domaine visible du spectre. De plus. le rayonne- 
ment ionisant peut prendre naissance dans la décharge gazeuse elle- 
même lorsque les atomes excités ou les ions de gaz passent à l’état. 
non excité avec émission de quanta lumineux dont l'énergie est 
suffisante pour assurer la photoionisation. 

Cinétique des particules chargées. — Par suite de nombreuses 
collisions et d'échanges d'énergie il s'établit une répartition déter- 
minée des particules dans le gaz suivant les coordonnées et les vites- 
ses qui est caractérisée par la fonction de distribution. Les renseigne- 
ments sur le mouvement des particules dans un gaz peuvent être 
obtenus en résolvant l'équation cinétique de Boltzmann, mais dans 
le cas général ceci présente de grosses difficultés. 

En analysant la forme de l'équation cinétique, on peut tirer quel- 
ques conclusions sur les propriétés de la décharge dans les gaz. On 
peut notamment déterminer les conditions de similitude des décharges. 
En considérant deux intervalles de décharge géométriquement sem- 
blables et remplis avec un même gaz, on peut montrer que les fonc- 
tions de distribution des électrons et donc les caractéristiques courant- 
tension de tels systèmes sont identiques. Il est vrai que cette règle ne 
s'applique ni au cas d’une haute concentration des particules char- 
gées, ni à des décharges dans lesquelles l’ionisation par cascades, 
la photoionisation, l’ionisation thermique et la recombinaison en 
volume des porteurs de charges ne peuvent pas être négligées. 

En partant de l'équation cinétique, on peut trouver des combinai- 
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sons de paramètres invariantes par rapport aux transformations de 
similitude, c’est-à-dire identiques pour des intervalles de décharge 
similaires. De telles combinaisons sont par exemple Lp, €L, €/p, 
j/p°, a'p. L'A, et autres (ici, L est une dimension linéaire quelconque 
de la décharge ou le rayon du tube à décharge gazeuse; p, la pres- 
sion; &. le coefficient de Townsend, v. $ 11.2). L'emploi de para- 
mètres invariants permet de simplifier la description des processus 
qui se déroulent dans une décharge gazeuse. 

Les particules élémentaires se déplacent dans un gaz suivant 
des trajectoires compliquées, en changeant continuellement la di- 
rection de leur mouvement par suite des collisions. Ce mouvement 
complexe peut être considéré comme une superposition d’un mouve- 
ment désordonné et d'un mouvement ordonné sous l'influence d’un 
champ électrique ou d’un gradient de concentration: Le rapport 
entre ces types de mouvement se détermine par la pression du gaz et 
l'intensité du champ électrique. 

Une distribution d'équilibre des électrons dans l'intervalle de 
décharge est voisine de la distribution de Maxwell-Boltzmann. On 
peut également introduire la notion de température électronique T. 
comme mesure de l’énergie moyenne des électrons ainsi que les 
notions de vitesse moyenne arithmétique, de vitesse moyenne qua- 
dratique et de vitesse la plus probable des électrons en les calculant 
suivant les règles de la statistique. Etant donné que dans une colli- 
sion élastique l'électron ne cède à un atome de gaz qu'une petite 
partie de son énergie, non supérieure à 4m./MA, l'énergie moyenne 
des électrons croît rapidement en présence d'un champ extérieur et la 
température électronique peut dépasser considérablement la tempé- 
rature du gaz et des parois. Une fonction de distribution exacte des 
ions positifs n’est pas encore établie, mais dans ce cas aussi on 
convient d'introduire la notion de température ionique Ti. 

Sous l’action d'un champ électrique extérieur la fonction de 
distribution devient asymétrique par rapport aux axes de coordon- 
nées et la vitesse des électrons comporte une composante de dérive 
Vder liée à l'intensité € du champ extérieur et à la mobilité Le 


des électrons par la relation Var — dt, où u, dépend elle aussi 
de €: 


ôl/te À, Le) 172 
Meé Ë 


pe a (Re (11.20) 


Dans la formule (11.20), a est une constante; 6, un coefficient 
numériquement égal à la partie de l’énergie transmise par l’électron 
à l'atome lors de la collision; A+, le libre parcours moyen de l'élec- 
tro : déterminé par la section efficace de transport 6, (pour des cal- 
culs approchés on peut prendre les valeurs de A, calculées à partir 
de la section efficace totale de diffusion). 

Les ions du gaz acquièrent eux aussi une composante de dérive de 
la vitesse et leur mobilité u; est liée à la mobilité des électrons (à une 
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approximation grossière) par la relation 


He Aes/ Mi 1 91 
où A; est le libre parcours moyen de l'ion. 

L'expression (11.21) montre que la mobilité des ions du gaz est 
beaucoup plus petite que celle des électrons puisque A; 5 m. et 
Ac > Ai. 

La mobilité des ions positifs est fortement influencée par les 
processus de recharge. En entrant en collision avec un atome ou une 
molécule. un ion en mouvement peut leur prendre un électron de 
valence et se transformer en un atome neutre. Au cours des colli- 
sions. les vitesses des particules restent pratiquement inchangées, 
de sorte que par suite de la recharge il y a apparition d'un atome neu- 
tre rapide (ancien ion) et d'un ion positif lent (ancien atome ou 
ancienne molécule). 

La probabilité de recharge est particulièrement grande dans le 
cas où l'ion et l'atome du gaz appartiennent à un même élément. 
Dans ce cas la recharge se fait par résonance, c’est-à-dire que l’éner- 
gie interne du système reste inchangée et l'échange d'électron peut 
s'effectuer à une grande distance entre l’atome et l'ion. Dans ces 
conditions, c’est précisément la recharge qui détermine la mobilité 
de l'ion. qui est, de même que celle des électrons. inversement pro- 
portionnelle à la racine carrée de l'intensité du champ électrique: 


Vi 
74 Mi 

mn 
Ici b est une constante; m,. la masse du proton. 

Recombinaison des charges. — Simultanément avec le processus 
d'ionisation il se déroule le processus d'élimination de particules 
chargées de la décharge gazeuse. Ces deux processus se compensent. 
si bien que dans l’état stationnaire la concentration des particules 
chargées dans la décharge reste inchangée. L’élimination de parti- 
cules chargées de la décharge peut être liée à l’un des processus sui- 
vants: 

4) la recombinaison des particules chargées de signe contraire 
dans la masse du gaz; 

2) le « collage » des électrons aux atomes neutres et aux molé- 
cules neutres (élimination de particules rapides); 

3) la diffusion des particules chargées vers les parois du tube 
suivie de leur recombinaison ; 

4) la recombinaison des charges sur les électrodes. 

Lors de la recombinaison des ions positifs avec les électrons ou 
avec les ions négatifs l'énergie excédentaire est soit émise sous forme 
de rayonnement de recombinaison, soit transférée aux particules 
élémentaires les plus proches au cours d’une « triple collision ». Dans 
le cas d’une recombinaison par cascades il y a formation d’atomes 


Lu, =b (11.22) 
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excités qui effectuent ensuite une transition radiative vers l'état 
normal. La vitesse de recombinaison en volume est proportionnelle 
à la concentration des charges des deux signes: 


d + d _ 
= == — Brin, (11.23) 


où f est le coefficient de recombinaison. 

Le coefficient B se détermine par la vitesse des particules. Plus 
la vitesse des particules est petite, plus le temps pendant lequel elles 
se trouvent l’une près de l’autre est grand et donc plus la probabilité 
de leur recombinaison est élevée. La valeur du coefficient f peut 
être déterminée d’après la vitesse de décroissance de la concentration 
des particules chargées après la cessation de la décharge. Si. à l’ins- 
tant où cesse la décharge, n; = n. = n,, l'intégration de l’expres- 
sion (11.23) donne 


n (t)= (11.24) 


ra 
4Enpt * 

La fixation des électrons par les atomes du gaz est peu probable. 
Quant à l'adhésion des électrons aux molécules du gaz, suivie de 
recombinaison avec les ions positifs, elle est nettement plus proba- 
ble. L'adhésion des électrons aux molécules neutres est la plus pro- 
bable dans les gaz dont les molécules ont une grande affinité électro- 
nique. La collision entre un électron et une molécule ou un ion molé- 
culaire positif peut provoquer la dissociation, car l'énergie de l’élec- 
tron transférée à la molécule trouble les liaisons interatomiques. 

Dans la masse du gaz, un électron ne se trouve près d’un ion que 
pendant un intervalle de temps très court (inférieur à 10-$ s), de 
sorte que la probabilité de recombinaison en volume entre un élec- 
tron et un ion est faible. Une recombinaison intense entre les por- 
teurs de deux signes se produit sur les parois du tube vers lesquelles 
diffusent les électrons et les ions depuis les régions profondes et au 
voisinage desquelles le mouvement des charges est spatialement limi- 
té. La probabilité de recombinaison près des parois se trouve accrue 
encore du fait que les parois sont capables d'absorber l'énergie qui 
se libère lors de la recombinaison. 

Le processus de recombinaison sur des électrodes métalliques 
consiste dans le passage des électrons libres de l'intervalle de déchar- 
ge dans le métal sous l’action du champ existant près de la frontière 
du réseau cristallin ainsi que dans le passage par effet tunnel des 
électrons du métal, à travers la barrière de potentiel près de sa fron- 
tière, à un des niveaux libres d’un ion positif s’approchant, ce qui a 
pour effet la formation d’un atome neutre de gaz à l’état excité ou 
normal. 

La prédominance d’un type de recombinaison ou d’un autre dans 
la décharge gazeuse dépend avant tout de la pression du gaz. Pour 
p << 10? Pa c’est l’ionisation en surface qui est prépondérante, et 
pour p > 10% Pa l’ionisation en volume. 
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$ 11.2. Diverses formes de décharges électriques dans les gaz. 
Décharges non autonome et autonome 


Déchaige non autonome. — Les décharges électriques dans les 
gaz se répartissent en deux groupes : les décharges non autonomes qui 
exigent pour leur entretien une source d'ionisation extérieure (chauf- 
fage d’une cathode, rayonnement extérieur, etc.) assurant la création 
de particules chargées et les décharges autonomes qui résultent uni- 
quement des processus qui se déroulent dans la charge elle-même et 
n'exigent aucune excitation extérieure. 

La passage d’une décharge non autonome à une décharge autono- 
me peut être observé le plus facilement dans un tube à décharge 
gazeuse avec cathode froide auquel on applique une tension et dans 
lequel les électrons sont créés dans l'intervalle de décharge soit 
sous l’action d'un rayonnement ionisant extérieur, soit par une émis- 
sion photoélectronique à partir de la cathode. 

Sous l'effet de la tension appliquée les particules chargées com- 
mencent à se déplacer vers l’anode (électrons) et vers la cathode (ions 
positifs) en créant ainsi un courant 
électrique dans l'intervalle de déchar- 
ge. La caractéristique courant-tension 
d’une telle décharge est représentée 
sur la fig. 11.2. 

Si la tension anodique est faible 
(partie 7). le courant est limité par le 
champ de la charge spatiale des por- 
teurs dans l'intervalle de décharge 
ainsi que par leur recombinaison, de 
sorte que tous les porteurs produits 
n'atteignent pas les électrodes. Lors- 
que la tension augmente et atteint 
des valeurs correspondant à la partie 2, la charge d'espace se résorbe 
et presque tous les porteurs sont attirés par les électrodes (régime 
de saturation). Si l'on augmente encore la tension appliquée entre 
les électrodes, la décharge passe au régime d'amplification par 
gaz qui se caractérise par la formation d’avalanches d'électrons 
(partie 3). La partie 4 correspond à une décharge autonome. 

Pour ces valeurs de la tension l'énergie cinétique acquise par les 
électrons lors de leur parcours vers l’anode se trouve suffisante pour 
l'ionisation des atomes gazeux. Chaque acte d’ionisation crée un 
nouveau électron libre dans l'intervalle de décharge. Accéléré par le 
champ, cet électron devient à son tour capable de provoquer l'ioni- 
sation du gaz. [Il en résulte que le nombre d’électrons libres dans 
l'intervalle de décharge croît en avalanche au fur et à mesure que 
l'on s'approche de l’anode. Pour décrire le processus de croissance 
des avalanches électroniques Townsend a introduit trois coefficients : 
1) «, le coefficient d'ionisation volumétrique par les électrons, égal 
au nombre d'actes d’ionisation produits par un électron sur l'unité 


Fig. 11.2 
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de parcours vers l'anode : 2) B, le coefficient d'ionisation volumétri- 
que par les ions positifs, égal au nombre d’actes d'ionisation produits 
par un ion positif sur l'unité de parcours vers la cathode ; 3) y. le 
coefficient caractérisant le nombre d'électrons arrachés à la cathode 
par le choc des ions positifs incidents, des atomes métastables excités 
ou des molécules ainsi que des quanta émis par les atomes excités du 
gaz, rapporté au nombre d'ions positifs frappant la cathode (une 
quantité de l’ordre de 10-% à 10-1); les phénomènes énumérés se dé- 
roulant à la surface de la cathode sont appelés processus . 

Si l’axe des x est dirigé suivant l'intervalle de décharge dans le 
sens de la cathode vers l'anode, l'accroissement du flux électronique 
sur la longueur dr par suite des actes d’ionisation des atomes du gaz 
sera égal à 


dn = andx, (11.25) 


où n# est le nombre d'électrons passant par unité de temps à travers 
une section située à la distance x de la cathode. 

Supposons que sous l’action d’un agent d'excitation extérieur »#, 
électrons quittent la cathode par unité de temps. Pour calculer le 
nombre d'électrons 2, qui atteindront l’anode avec la première 
avalanche électronique, il faut intégrer l’expression (11.25) sur la 
longueur de l'intervalle de décharge, c’est-à-dire de x — 0 à x = d, 
d étant la distance entre la cathode et l’anode. Dans le cas général, 
le coefficient « est fonction de l'intensité du champ et de la pression, 
de sorte que l’intégration de l'expression (11.25) conduit à la relation 


d 
f a dx 
ne == Ne ? 4 (11.26) 


Dans le cas des électrodes planes et en l'absence de charge spalia- 
le (elle peut être négligée lorsque les densités de courant dans la 
décharge non autonome sont faibles), le champ entre les électrodes 
est uniforme, le coefficient « est indépendant de x si bien que l’ex- 
pression (11.26) se réduit à la forme 


Na = ne. (11.27) 


Lors de leur mouvement vers l’anode les électrons produisent 
na — A, actes d'ionisation et le flux d'ions positifs se dirigeant sous 
l’action de la tension appliquée vers la cathode s’exprime par 


Rey — lo — Ro (EX — 1). (11.28) 


Ayant atteint la cathode, les ions positifs font apparaître un 
nombre supplémentaire d'électrons par suite des processus y. Ce 
nombre s'ajoute à celui d'électrons produits sous l’action d’un agent 
d’'excitation extérieur. Le nombre total d’électrons qui provoquent 
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l'apparition d’une deuxième avalanche partant de la région de la 
cathode sera donc égal à 


Ro + Ye — lo) = %, [1 + y (ext — 1)]. (11.29) 
Vers la fin de la deuxième avalanche ce nombre sera porté à 
Nes = No 1 + y (ea — 1)] ext, (11.30) 

et la décharge contiendra 
no (1 + y (e%i — 1)] (exŸ — 1) (11.31) 


ions positifs qui frapperont la cathode en faisant croître davantage 
le courant électronique. 

Le rapport du nombre d'électrons quittant la cathode dans la 
sième avalanche par suite des processus y au nombre d'électrons 
partis avec l'avalanche précédente est appelé accroissement par ioni- 
sation et désigné par la lettre u. 11 est évident que la croissance par 
ionisation 


u = y (ext — 1) (11.32) 


détermine le degré de croissance des avalanches électroniques. Pour 
u << 1, chaque avalanche suivante est plus faible que l’avalanche 
précédente et la décharge s’évanouit, pour up = 1, toutes les avalan- 
ches d’électrons sont identiques et pour p > 1, les avalanchescrois- 
sent. Si le champ électrique régnant dans l'intervalle de décharge 
est déformé par une charge d’espace, on a 

d 


\ a dx 
= et a) (11.33) 
Le nombre d'électrons arrivés à l’anode dans la s-ième avalanche 
est égal à 


<— 


1 
les = ny“ 2 [y (e“*— 1)]". (11.34) 


Le calcul de la somme (11.34), en faisant tendre s vers l'infini, 
permet de trouver le nombre d'électrons qui atteignent l'anode en 
régime stationnaire : 


_ 11.35 
RL ETAT ET ( È ) 
Le courant anodique aura alors pour valeur 
exd 
I=1, (11.36) 


1— y (e%4—1) | 


Si 1, = 0, le courant anodique est lui aussi nul, ce qui signifie 
la cessation de la décharge non autonome lorsqu'elle n’est pas soumi- 
se à l’action d’un agent d'excitation extérieur. 


623 


En établissant la formule (11.36) on n'a pas tenu compte de 
l'ionisation du gaz par des ions positifs. Une expression plus rigou- 
reuse s'écrit sous la forme 


(œ—B) etz—8) d 


al+tn-@y+pes Pa * (11.37) 


Pour 8 = 0, l'expression (11.37) se réduit à (11.36). Le coeffi- 
cient f étant généralement très petit, on peut se servir de la for- 
mule (11.36). 

Le courant anodique est constitué par la composante électroni- 
que du courant à la fin de l'intervalle de décharge. Le courant total, 
égal à la somme des composantes électronique et ionique, est cons- 
tant le long de l'intervalle de décharge. Le rapport entre les compo- 
santes électronique et ionique du courant varie, mais leur somme dans 
chaque section a une même valeur égale au courant anodique. 

Passage d’une décharge non autonome en une décharge autono- 
me. — Les coefficients & et y varient tant avec l’intensité du champ 
électrique qu'avec la pression du gaz. Dans le cas général, ces va- 
riations se décrivent par certaines fonctions f, et f,: 


œ = pfi (é/p), 


y = fa (8/p). Ce) 


La courbe de variation de &'p = f, (£'p) pour l'air est repré- 
sentée sur la fig. 11.3. Le choix du système de coordonnées a été dicté 
par le fait que &'p et €/p sont inva- 
riants par rapport à une telle trans- 
formation. Pour le calcul de «/p on 
peut se servir de la formule semi- 
empirique 


+=Aexp(-B+) (11.39) 


dans laquelle les valeurs des facteurs 
A et B sont déterminées par voie 
expérimentale. FouE l'air, Fe . 11.3 
m”l-Pa-l,B — 274V-m°-!. Pa-!. 
D: 200; 300, 4 Les résultats des mesures mon- 
#/p,V-m-"Pat trent que la courbe «/p = f, (€/p) 
Fig. 11.3 présente un maximum situé pour la 
plupart des gaz dans la région de 
403 à 10 V-m-!-Pa-!, Dans un champ électrique intense et pour de 
faibles pressions du gaz, l'électron acquiert entre deux collisions une 
grande énergie correspondant à une faible probabilité d'ionisation 
(loin au-delà du maximum de section efficace d'ionisation), ce qui 
provoque justement une diminution de &@. 
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Pour caractériser l’intensité d’ionisation on utilise souvent le 
! La e. - 

coefficient n = _. = ge ui détermine le nombre moyen d'ions 
produits par un électron lorsqu'il parcourt une différence de poten- 
tiel de 1 V. L'inverse 1/n caractérise l’énergie moyenne, exprimée en 
volts, dépensée par l’électron pour produire un acte d'ionisation. 

Comme il en résulte de l'expression (11.38), le premier coeffi- 
cient de Townsend « passe par un maximum pour des valeurs déter- 
minées de €/p. En effet. on trouve le maximum de la fonction &« — 
— pf, (€/p) en annulant la dérivée: 


ôæ _. of1($ip) 0(6/p) 


an Vatmup on li (E/p) = 0. (11.40) 
is : £\_a , 9(8/p) __ _ € 
En y introduisant f, (5 = = et Top dp pr 00 constate 
que le coefficient & atteint son maximum pour 
__ æ/p _. à(œ/p) 
1 Sp — o(ép) ? C0 


c'est-à-dire au point de la courbe de la fig. 11.3 où la tangente à la 
courbe f, (€/p) passe par l’origine des coordonnées (point a). La 
quantité €/p pour laquelle & atteint sa valeur maximale est appelée 
constante de Stoletoc. Les valeurs de la constante de Stoletov et cer- 
tains rapports 1/n correspondant au maximum de a sont indiqués pour 
quelques gaz différents dans le Tableau 11.1. 


Tableau 11.1 


Gaz Éé/p, V-m-1-Pa-1 | 1/n, V 
N, 262 75 
C0: 300 62 
Air 274 66 
Hg 150 80 


Lorsqu'on fait croître la tension entre les électrodes, les valeurs 
de &« augmentent et. pour une certaine tension Vim, la valeur de 
y (ex — 1) devient égale à l'unité, c'est-à-dire que le dénominateur 
de l'expression (11.36) s'annule. Maintenant le courant anodique 7 
ne s'annule plus lorsque l'agent d’excitation extérieur cesse d'inter- 
venir (pour /, = 0), autrement dit, si la condition 


u = y (ext — 1) — 1 (11.42) 


est réalisée, la décharge devient autonome (il se produit une décharge 
disruptive dans le gaz). Physiquement, la réalisation de la condi- 
tion (11.42) signifie que chaque électron éjecté par la cathode provo- 
que au cours de la croissance en avalanche un tel nombre d'actes 
d'ionisation que les ions positifs frappant la cathode lui arrachent 
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chacun un électron, c'est-à-dire que la décharge devient capable de 
s'entretenir d'elle-même uniquement par des processus internes qui 
se déroulent dans l'intervalle de décharge. La tension Vim pour 
laquelle la décharge devient autonome est appelée tension d'amor- 
çage (v. fig. 11.2). Si à l’instant d'application la tension est notoire- 
ment supérieure à Vam, une décharge autonome se développe dans 
l'intervalle de décharge pendant un intervalle de temps très court 
sans passer par le stade de la décharge non autonome. La condition 
(11.42) peut s'écrire compte tenu de (11.38) sous la forme suivante: 


fa (Ep) Lerdh: (/P) 1] — 1. (11.43) 


Vu qu'immédiatement avant l’amorçage de la décharge le courant 
était faible et la charge d'espace ne déformait pas le champ électri- 
que, c'est-à-dire que Ë = Éam—= 
== Vamd, la condition d'amor- 
çage d’une décharge autonome 
peut se récrire sous la forme 


fa (25e) fer am 20 1] = 1. 
(41.44) 


Il en résulle que la tension d'a- 
morçage se détermine par le pro- 
duit de la pression du gaz par la 
distance cathode-anode. C'est la 

Fig. 11.4 manifestation d'un cas particulier 

de la loi de similitude des déchar- 

ges dans les gaz. La valeur de Van peut se calculer à partir de l'ex- 

pression (11.44) si l'on y introduit les relations (11.38) et (11.39) et 
prend deux fois les logarithmes : 


— __B (pd) z 
Van = mp (11.45) 


pd, Pam 


C=In (11.46) 


A 
In(l-+1%) 

Les courbes de cette fonction appelées courbes de Paschen sont 
représentées pour quelques gaz sur la fig. 11.4. Pour certaines valeurs 
bien déterminées du produit pd, la tension Vam est minimale. Il est 
évident que ces valeurs correspondent à la condition d'ionisation 
optimale, c'est-à-dire au point a de la fig. 11.3. La condition de 
minimum peut s’obtenir à partir de l’expression (11.45) si l’on an- 
dVam 


dtpd) * 
1 
(Pd)min =<+ In (1 +=) , 


Vam min = B (Pd)nin- 
Ici, e est la base des logarithmes népériens. 


nule la dérivée Il vient alors 


(11.47) 
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La nécessité d'augmenter la tension pour assurer l’amorçage de la 
décharge lorsque pd diminue par rapport à (Pd)min s'explique par le 
fait que les avalanches électroniques n'arrivent pas à se développer 
complètement si les distances entre électrodes et les densités du gaz 
sont petites. Pour de grandes valeurs de pd >> (pd)min l'augmentation 
de la tension d’amorçage tient à ce que, premièrement, l'intensité du 
champ diminue lorsque les distances des électrodes sont grandes et, 
deuxièmement, le libre parcours moyen des électrons diminue lors- 
que la pression (et donc la densité) du gaz est élevée. Dans ces condi- 
tions, seule une petite partie des électrons arrivent à acquérir entre 
les collisions avec les atomes du gaz l’énergie suffisante pour l'ioni- 
sation. 

La tension Vam dépend aussi du matériau constituant la cathode, 
de la présence d'impuretés dans le milieu gazeux et de la forme de 
l'intervalle de décharge. La tension d'amorçage est d'autant plus 
faible que le travail de sortie du matériau de la cathode est plus petit. 
Selon le type d’impuretés contenues dans le milieu gazeux la tension 
d'amorçage Vam peut diminuer ou augmenter. En particulier. l’ad- 
jonction d'une petite quantité d’un autre gaz caractérisé par une 
faible énergie d'ionisation des atomes, inférieure à l'énergie d’exci- 
tation des états métastables dans les atomes du gaz principal eVret 
peut conduire à une baisse de la tension d’amorçage. Le fait est que 
le bombardement par des électrons d'énergie inférieure à l'énergie 
d'ionisation eV; des atomes du gaz principal, mais supérieure à l’éner- 
gie d’excitation des états métastables eV a pour effet de provoquer 
l'apparition d’un grand nombre d'atomes métastables (mais non 
pas d'ions) du gaz principal qui sont ensuite capables d’ioniser les 
atomes d’impuretés au cours des collisions inélastiques. Ce processus 
exige de la part de l'’électron une dépense d'énergie plus faible que 
l'énergie d'ionisation d’un atome de gaz principal. La concentration 
des atomes d’impureté peut dans ce cas être peu élevée parce que 
l'énergie des électrons leur est transmise non pas au cours des col- 
lisions directes mais par l’intermédiaire des atomes métastables du 
gaz principal dont la concentration est de plusieurs ordres de gran- 
deur plus élevée. De pareils mélanges de gaz sont appelés mélanges 
de Penning. C'est en particulier le mélange de néon avec une petite 
quantité (de l’ordre de 0,1 %) d'argon. La fig. 11.4 montre les cour- 
bes de Paschen pour les Ne et Ar purs et pour le mélange Ne + 
+ 0,1 % Ar. 

Le domaine d’applicabilité de la loi de Paschen (11.45) est limité 
par des phénomènes physiques pour lesquels est valable la loi de 
similitude des décharges. Des écarts à la loi de Paschen s’observent 
pour de fortes pressions du gaz, lorsqu'il se produit une disruption 
par étincelles de l'intervalle de décharge, et pour de faibles valeurs 
de pd, lorsqu'il se produit entre les électrodes une disruption dans 
le vide avec participation de l'émission de champ. 

La condition (11.42) ne détermine que l’amorçage d’une décharge 
autonome dans un gaz. mais elle ne fournit pas de renseignements 
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sur son développement ultérieur, ni sur l'accumulation de la charge 
d’espace dans l'intervalle de décharge. Pour pouvoir tenir compte de 
l'influence que la charge d'espace a sur le développement de la dé- 
charge, Rogovski a analysé les équations de Townsend conjointement 
avec l'équation de Poisson. Le tableau de la croissance de la décharge 
qu’il a obtenu peut se décrire qualitativement de la façon suivante. 

A partir de l'instant d'allumage de la décharge autonome le cou- 
rant croît très rapidement et la concentration des ions positifs dans 
l'intervalle de décharge augmente brusquement. Maintenant l’inten- 
sité du champ n'est plus constante et la tension ne s'accroît pas 
linéairement de la cathode vers l'anode comme avant l'instant d'al- 


Fig. 11.5 


lumage (droite Z de la fig. 11.5, a). La concentration des électrons et 
des ions positifs est la plus élevée près de l'anode où les avalanches 
électroniques sont le plus développées et le nombre d'actes d’ioni- 
sation est maximal. La conductivité de cette région de gaz hautement 
ionisé (plasma) est grande et la tension qui y chute est peu impor- 
tante. C'est pourquoi la répartition du potentiel V correspondra suc- 
cessivement, au fur et à mesure que la région de plasma augmente, 
aux courbes 2 et 3 de la fig. 11.5, a. 

Les courbes de croissance du potentiel peuvent être remplacées de 
façon approchée par des lignes brisées (en traits interrompus), de 
sorte que l'intensité du champ électrique n’est nulle que dans les 
limites d’un tronçon limité jusqu'aux points b, c, etc. La distance L 
sur laquelle s’effectue la croissance de la tension diminue progressi- 
vement (L, << L; << d), et l'intensité du champ au voisinage de la 
cathode augmente. Comme le coefficient « dépend de l'intensité du 
champ électrique (v. fig. 11.3), il varie aussi d’une avalanche à une 
autre à mesure que la décharge se développe et la distance L diminue. 
Si à l'instant initial V = Vam, L = detu = y (exd—1)=—1,à des 
instants suivants, à mesure que la longueur du tronçon L de chute de 
tension diminue par suite de l’accumulation de la charge d'espace, 
la valeur de u croîtra parce que sur la partie initiale de la courbe 
a/p = f, (é/p)}, à gauche du point a de la fig. 11.3, la croissance 
du coefficient «& est plus rapide que la décroissance de L, c'est-à-dire 
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que a«L augmente et le coefficient devient supérieur à l'unité 
(fig. 11.5, b). La condition p > 1 signifie à son tour que les avalan- 
ches électroniques croissent progressivement et la charge d'espace 
augmente. En d'autres termes, la condition d’amorçage de la dé- 
charge u — 1 ne signifie pas encore que la décharge sera stable. Une 
augmentation du courant résultant d'une fluctuation accidentelle 
entraîne une diminution de la longueur du tronçon de chute de ten- 
sion et une augmentation de pu, après quoi la décharge se développe 
suivant le schéma que nous venons de décrire. 

Lorsque la longueur du tronçon de chute de tension diminue à 
une valeur telle que l'intensité du champ correspondra à la région 
située à droite du point a de la fig. 11.3, la croissance des avalan- 
ches électroniques commence à se ralentir. Dans cette région, la 
pente de la tangente à la courbe a/p = f, (€/p) sera plus petite que 


la pente de la droite Oa. Mais puisque le long de la droite Oa = 


Vam 
PL 
dans la région à droite du point a décroît en même temps que € 
augmente et L diminue. Lorsque le courant augmente, la croissance 
de pu par ionisation diminue (fig. 11.5, b) jusqu’à l'instant où pour 
une certaine longueur du tronçon de chute de tension L = dx u de- 
vient de nouveau égal à l'unité (mais cette fois dans la région de €'p 
à droite du point a). Cette distance correspondra à un équilibre stable 
et c’est elle qui s'établira dans la décharge. La décharge se stabilise 
définitivement pour une répartition du potentiel tel que les coeffi- 
cients & et y soient liés à la distance dx par la relation 


y (dx) Le 9 x — 1] 1, (11.48) 


lorsque toutes les avalanches deviennent identiques. 

Pourtant si le courant électronique s'accroît du fait de l’échauf- 
fement de la cathode par le bombardement ionique ou de l'émission 
de champ à mesure que L diminue en même temps que l'intensité 
de champ augmente, la décharge ne sera pas stabilisée et le courant 
de décharge continuera à augmenter tant qu’il ne sera pas limité par 
les paramètres du circuit extérieur. 

Lorsque la tension anodique est appliquée par des impulsions 
plus grandes que Vam, la décharge ne se produit pas tout de suite. 
Elle ne commence à se développer qu’au bout d’un temps T, (temps 
de retard statistique) qui s'écoule entre l’instant d'application de la 
tension et l'instant d'apparition d’un électron libre capable de déclen- 
cher le processus d’ionisation dans le gaz. Le temps +, est lié à la 
présence de facteurs ionisants, notamment, à l’ionisation résiduelle 
dans le gaz, ainsi qu’à l’état de la surface des électrodes et à la va- 
leur de la tension appliquée. L'établissement définitif de la décharge 
se caractérise par le temps de développement (temps de formation) 
t, de la décharge qui s'écoule entre le commencement de la première 
avalanche et l’instant d'établissement de la décharge stationnaire. 


—_ + tg p—= tg pet aL — Vamtg p = Cte, la valeur de aL 
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Le temps t; dépend de & et de p, il diminue de 10-* à 10% s jusqu'à 
10-7 à 10-8 s lorsque la pression du gaz s'élève de 10° Pa à —105 Pa. 

Types de décharges dans les gaz. — Le stade auquel s’arrête le 
développement de la décharge dans un gaz se détermine par les pa- 
ramètres du circuit extérieur (tension de la source d'alimentation et 
résistance ballast). Lorsqu'on diminue la résistance ballast, la 
décharge passe d’une forme à une autre, ce qui se traduit par les 
variations de l'allure de la caractéristique courant-tension. 

Une allure typique de la caractéristique courant-tension d’une 
décharge électrique dans un gaz est représentée sur la fig. 11.6. Les 
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Fig. 11.6 
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différentes parties de cette courbe caractérisent les diverses formes de 
décharges dans les gaz: /, décharge non autonome sombre (première 
décharge de Townsend); ?, décharge autonome sombre (deuxième 
décharge de Townsend) ; 3, région instable de passage de la décharge 
sombre à la décharge luminescente ; 4, décharge luminescente norma- 
le ; 5, décharge luminescente anormale; 6, région de passage de la 
décharge luminescente à la décharge en régime d'arc; 7, décharge 
par arc. 

Les types particuliers de décharges qui apparaissent de préfé- 
rence à hautes pressions du gaz sont les décharges en étincelles et 
en couronne. 


$ 11.3. Décharge luminescente. Décharge en régime d’are 


Décharge luminescente. — La densité de courant dans la dé- 
charge autonome sombre (deuxième décharge de Townsend) étant de 
l'ordre de 10-1! à 10-? A/m°, la charge d'espace dans l'intervalle de 
décharge est si faible qu’elle est sans effet sur la répartition du champ 
électrique. Si l’on diminue la résistance ballast insérée dans le cir- 
cuit extérieur, le courant de décharge et donc la charge spatiale 
croissent et, lorsque le courant atteint une valeur déterminée, la 
décharge sombre se transforme rapidement en une décharge lumines- 
cente avec une densité suffisamment élevée de la charge spatiale et 
une répartition essentiellement non uniforme du champ le long de 
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l'intervalle de décharge. En mème temps la tension sur le tube à 
décharge tombe de plusieurs centaines ou même milliers de volts à 
une valeur de l’ordre de 70 à 300 V. 

A la décharge luminescente normale correspond la partie 4 de la 
caractéristique courant-tension représentée sur la fig. 11.6. La dé- 
charge s'amorce en règle générale pour des pressions de 1 à 100 Pa 
et se caractérise par un courant assez faible (10-* à { A) et par une 
tension relativement élevée sur le tube à décharge (centaines de volts). 
Comme on le voit sur la fig. 11.5, presque toute la tension chute 
dans la partie dx que l’on appelle domaine de chute de tension cathodi- 
que. 
La décharge luminescente peut s'effectuer également à la pression 
atmosphérique normale. mais pour éviter un échauffement anormal 
de la cathode et le passage à la 
décharge en arc, on doit prévoir un 
refroidissement artificiel de la ca- 
thode du tube. 

On peut distinguer dans la dé- 
charge luminescente plusieurs zones 
ou régions successives dans les- 
quelles les processus d’excitation, 
d'ionisation et de recombinaison 
de charges se déroulent  différem- 
ment. Dans des tubes à décharge 


de grande longueur, à basse pres- de ii hi RTE 

sion, ces régions peuvent s'obser- W 1 à 

ver directement d'après la diffé- . 1 
il 


rente intensité de luminescence du €) p 


Vi 

VI 

il 

111 . 

gaz. La fig. 11.7 montre les zones UN I 
d'une décharge luminescente et FI 17 1! 
leurs aspects lumineux (a) ainsi que Mr O1 n 


la répartition de l'intensité de Fig. 11.7 
luminescence J (b), du potentiel 

V (c), de l'intensité du champ € (d) et de la densité de charge np (e) 
entre la cathode Æ et l’anode À. 

La physique des phénomènes qui se déroulent dans les diffé- 
rentes zones de la décharge luminescente peut se décrire qualitative- 
ment de la façon suivante (les numéros des zones correspondent à 
ceux de la fig. 11.7). 

1. Espace sombre d'Aston.— C'est une zone mince adjacente à 
la cathode. Les électrons émis par la cathode sous le choc des ions 
positifs n’ont pas encore une vitesse suffisante pour exciter le gaz 
qui reste donc sombre (pas de radiations émises), ils ne peuvent que 
participer à des collisions élastiques avec les atomes gazeux. 

2. Gaine cathodique.— Accélérés par le champ intense qui règne 
dans l’espace sombre d'Aston, les électrons acquièrent une énergie 
suffisante pour l'excitation des atomes de gaz qui passent ensuite à 
l’état non excité avec émission de radiation en formant ainsi une 
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zone nettement délimitée que l’on appelle gaine cathodique ou pre- 
mier espace lumineux cathodique. Un électron entre en collision 
inélastique avec un atome d'autant plus près de l'anode que son 
énergie est plus grande et donc l'excitation de l’atome est plus forte. 
C'est pourquoi l'énergie des quanta émis par des atomes excités et 
la fréquence de rayonnement augmentent dans la partie de la gaine 
cathodique qui est située plus près de l’anode. 

3. Espace sombre cathodique (de Crookes).— Lorsque les électrons 
acquièrent une énergie suffisante pour l'ionisation des atomes ga- 
zeux, l'intensité de la luminescence diminue et il se forme un deu- 
xième espace sombre cathodique ou espace de Crookes. C’est ici 
que commencent les avalanches électroniques. Les atomes excités 
sont peu nombreux parce que la probabilité d'excitation pour de 
telles énergies des électrons est faible. La recombinaison des élec- 
trons et des ions est elle aussi peu probable du fait de leur grande 
vitesse relative. La mobilité des électrons étant sensiblement plus 
grande que celle des ions positifs, c’est la charge positive des ions 
lents qui prédomine dans cet espace. 

4. Lumière négative ou cathodique.— En se développant, les 
avalanches électroniques assurent un haut degré d’ionisation du gaz, 
c'est pourquoi la conductivité des autres zones de la décharge est 
beaucoup plus élevée que celle du domaine de chute de tension catho- 
dique et la variation du potentiel y est faible, de sorte que les charges 
se déplacent sans subir presque aucune accélération par le champ. 
Leur mouvement d'ensemble se transforme rapidement en un mou- 
vement désordonné, l'énergie moyenne diminue et devient insuffi- 
sante pour l’ionisation des atomes gazeux. La probabilité d'excita- 
tion des atomes par des électrons secondaires produits par ionisation 
et par des électrons primaires ayant conservé une partie de leur 
énergie après l’acte d’ionisation augmente de nouveau. C’est ainsi 
qu’apparaît une nouvelle zone lumineuse appelée lumière négative 
ou cathodique. L’émission de radiation est due non seulement à la 
désexcitation des atomes excités mais également à la recombinaison 
des électrons lents et des ions positifs. À mesure que l’on s'éloigne de 
la cathode, la vitesse des électrons diminue progressivement, ce qui 
fait décroître la probabilité d’excitation et l’intensité de la lumière 
émise. La frontière de droite de cette zone peut être considérée com- 
me une limite que peuvent atteindre les électrons accélérés dans l’es- 
pace sombre cathodique. La frontière nette de la lumière négative du 
côté de la cathode représente la limite de diffusion des électrons 
lents se dirigeant vers la cathode. Près de la frontière de la lumière 
négative ils sont arrêtés par le champ intense qui règne dans l’espace 
sombre cathodique. L’accumulation des électrons lents dans la zone 
de lumière négative conduit à la compensation de la charge positive 
des ions (fig. 11.7) et à une certaine baisse du potentiel. 

5. Espace sombre de Faraday.— L'énergie des électrons diminue 
par suite des collisions inélastiques tant que les électrons ne devien- 
nent capables d'effectuer que des collisions élastiques. La lumines- 
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cence décroît de nouveau d’où l'apparition d’une nouvelle zone obs- 
cure appelée espace sombre de Faraday. 

6. Colonne positive. — La plus grande partie du tube à décharge 
est occupée par la colonne positive, c'est-à-dire une zone de gaz 
hautement ionisé (plasma) caractérisée par une concentration sensi- 
blement identique des charges positives et négatives. La diffusion des. 
porteurs de charge vers les parois du tube dans l’espace sombre de. 
Faraday et dans la colonne positive a pour effet de provoquer une. 
diminution de leur concentration dans la région centrale et une bais- 
se de la conductivité. Il en résulte une légère élévation du potentiel 
le long de la colonne (fig. 11.7, c) et un échauffement du gaz élec- 
tronique dans le champ électrique qui est porté à des températu- 
res auxquelles l’énergie des électrons devient suffisante pour l'ioni- 
sation du gaz dans la mesure nécessaire pour compenser le départ de 
charges vers les parois. La diffusion des charges vers les parois, le- 
gradient de potentiel le long de la colonne et donc la température du 
gaz électronique sont d'autant plus faibles que le diamètre du tube 
à décharge est plus grand. Corrélativement, l'intensité de la lumière 
émise par le plasma excité par des chocs électroniques diminue lors- 
que le diamètre du tube augmente (une description plus détaillée des. 
phénomènes qui se déroulent dans la colonne positive est donnée. 
plus loin au $ 11.4). 

7,8. Espace sombre anodique. Lumière anodique.— Si les concen- 
trations des charges positives et négatives sont à peu près les mêmes 
dans la colonne positive, elles deviennent différentes au voisinage de 
l’anode par suite du mouvement des ions positifs vers la cathode et 
des électrons vers l’anode. Il en résulte une croissance de l’intensité- 
du champ électrique régnant entre la colonne et l’anode et l’appari- 
tion d’une chute de tension anodique nécessaire pour assurer la cons- 
tance du courant total dans cette zone de la décharge. Le signe de la 
chute anodique dépend des dimensions de l’anode. Le courant cir- 
culant vers l’anode se détermine par le nombre d'électrons qui diffu- 
sent à partir de la colonne positive; si les dimensions de l’anode sont 
petites, ce courant peut se trouver inférieur au courant d'électrons 
qui s’en vont dans le circuit extérieur. Dans ce cas le potentiel de 
l’anode s’élève de telle sorte que le soutirage des électrons à la co- 
lonne positive augmente et le nombre d'électrons du plasma attirés 
vers l’anode devient égal au nombre d'électrons qui quittent l’anode 
pour le circuit extérieur (chute anodique positive). Lorsque les dimen- 
sions de l’anode sont suffisamment grandes, le courant d’électrons 
arrivant sur l’anode depuis la décharge excède le courant dans le 
circuit extérieur et, pour supprimer cette inégalité, le potentiel de 
l’anode baisse automatiquement (chute anodique négative). Le signe 
de la chute anodique dépend également en large part de la forme de 
la surface anodique et du degré de compensation de la chargespatia- 
le négative des électrons par des ions positifs au voisinage de l’anode. 

Lorsque la chute anodique est positive, les électrons en mouve- 
ment vers l’anode sont accélérés et acquièrent une énergie suffisante 
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pour l'excitation et même pour l’ionisation des atomes gazeux. C’est 
pourquoi une lumière (8) apparaît au voisinage immédiat de l’anode, 
étant séparée de la colonne positive par un espace sombre anodique (7). 

L'entretien d’une décharge luminescente n'exige que la partici- 
pation de ses zones cathodiques (1 à 4) qui assurent l’ionisation du 
gaz. La colonne positive est une région à conductivité élevée qui 
relie les zones cathodiques de la décharge à l’anode. Dans les zones 
cathodiques le mouvement ordonné des électrons l’emporte sur le 
mouvement désordonné, de sorte qu’en cas de rotation de la cathode 
par rapport à l'anode les zones cathodiques conservent leur position 
par rapport à la cathode alors que la partie restante de la décharge 
se trouve occupée par la colonne positive de forme quelconque dans 
laquelle les porteurs de charges se déplacent principalement par dif- 
fusion. Lorsque la distance entre l’anode et la cathode diminue, la 
colonne positive se raccourcit et peut disparaître complètement. 
A mesure que l’on rapproche l’anode de la cathode, l'espace sombre 
de Faraday et la lumière négative disparaissent eux aussi de même 
que la colonne positive. Lorsque l’anode s'approche de la frontière de 
la lumière négative située plus près de la cathode, c’est-à-dire lorsque 
l’anode est introduite dans la région où se forment les avalanches 
électroniques (zone 3 de la fig. 11.7), la décharge cesse si l’on n’élève 
pas, pour son entretien, l'efficacité des processus d'’ionisation en 
augmentant à cet effet la tension appliquée au tube (on dit alors 
que l’on a affaire à une décharge contrariée). 

Lors du passage de la décharge sombre à la décharge luminescente 
la longueur de la zone, dans laquelle croît la tension, diminue brus- 
quement par suite du développement de la charge spatiale, de sorte 
que l'intensité du champ dans cette zone augmente. Il en résultent 
des conditions plus favorables pour la formation des avalanches 
électroniques dans les zones cathodiques de la décharge qui peut 
donc être entretenue pour des tensions inférieures à la tension d’a- 
morçage. La tension assurant l'entretien de la décharge est voisine 
de la chute de tension dans le domaine cathodique de la décharge 
(à la chute cathodique normale Vin), elle en diffère par la valeur de 
la chute anodique et de la chute de tension dans la colonne positive. 

Dans la décharge luminescente, la chute cathodique normale ne 
dépend pas du courant, elle se détermine par le type de gaz et par le 
matériau constituant la cathode. On peut considérer de façon appro- 
chée que’ 


Via = 9 In (1 + 1y). (11.49) 


où n = «/£. Comme le montrent les résultats des expériences, quel- 
les que soient les cathodes, elles satisfont pour un même gaz à l’éga- 
lité suivante: 


Vin = Key, (11.50) 


où À est un facteur de proportionnalité déterminé par le type de gaz; 
<%, le travail de sortie de la cathode. 
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En régime de décharge luminescente normale, la densité du courant 
fn est elle aussi constante, alors que le courant 7 se détermine par 
l'aire de la partie de la cathode-occupée par la décharge. Lorsque 
les courants sont faibles, la décharge n’occupe qu'une petite partie 
de la surface de la cathode. Au fur et à mesure que le courant croît, 
la surface occupée par la décharge augmente tant qu’elle ne devient 
égale à toute la surface de la cathode. La nature des forces qui sont 
à l’origine de ce phénomène n’est pas encore claire. 

Comme il résulte de la loi de la similitude des décharges, la den- 
sité du courant ÿ, dans une décharge luminescente normale est pro- 
portionnelle au carré de la pression du gaz, car le rapport j,/p° est 
un invariant d’une telle transformation. De la même loi il découle que 
le produit de la pression par la longueur de la zone de chute cathodi- 
que est constant pour un gaz donné et un matériau de la cathode 
donné. 

Lorsque toute la surface de la cathode est occupée par la décharge. 
la croissance du courant de décharge ne peut être assurée que par 
l'intensification des processus y sur la cathode, ce qui exige d’aug- 
menter la chute cathodique et donc la tension appliquée au tube à 
décharge. La décharge se transforme dans ce cas en une décharge 
luminescente anormale, et la chute cathodique VA, peut s’accroître 
jusqu'à 105 V. L'augmentation de la densité du courant jA dans la 
décharge luminescente anormale est due au bombardement de la 
cathode par des ions rapides et des atomes neutres et surtout à l’émis- 
sion photoélectronique à partir de la cathode sous l’action du rayon- 
nement ultraviolet émis par le domaine cathodique de la décharge. 
Dans ce cas la zone de lumière négative s’élargit, et l'intensité de la 
lumière s'accroît par suite de l’augmentation du nombre et de l'é- 
nergie des électrons. 

La chute cathodique anormale est liée à la chute cathodique nor- 
male par une relation empirique 


Vin = Vin + Ÿ Ua — Ha), (11.51) 


où C est une constante qui se détermine par le type de gaz et le ma- 
tériau constituant la cathode. 

Lorsque le courant de décharge atteint une valeur déterminée dé- 
pendant du matériau et de la forme de la cathode ainsi que du type 
de gaz et de sa pression, la décharge luminescente anormale se trans- 
forme brusquement en une décharge d'arc autonome. 

Décharge autonome par arc. — Lorsqu'on diminue la résistance 
placée en série avec le tube où se produit la décharge, le courant ano- 
dique augmente, alors que la distance d; diminue à tel point que le 
nombre et les énergies des ions qui bombardent la cathode deviennent 
suffisants pour provoquer une élévation appréciable de sa tempé- 
rature. À partir d’un certain point de la surface de la cathode, plus 
chaud que les autres, commence l'émission thermoélectronique qui 
donne naissance à de nouvelles avalanches électroniques et provo- 
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que, par conséquent, une intensification du faisceau d'ions qui bom- 
bardent la cathode. L'augmentation du courant de décharge entraîne 
une élévation de la chute de tension dans la résistance ballast et par 
là même une baisse de la tension sur le tube, de sorte que les condi- 
tions de formation des avalanches deviennent moins favorables et la 
décharge ne peut s’entretenir qu’à partir de la portion la plus chauf- 
fée de la cathode. Suivant sa section, la décharge sera limitée juste- 
ment par cette région (fache cathodique) à très haute densité du cou- 
rant pouvant atteindre 10" A/m°. À la différence de la décharge lu- 
minescente, l’éjection des électrons par la cathode est due mainte- 
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nant à l'émission thermoélectronique et non aux processus y. Le 
courant de décharge croît brusquement, et la décharge se transforme 
en une décharge d’arc autonome. 

L'émission thermoélectronique est l’une des causes possibles dé- 
terminant l'apparition d’une décharge en arc. La théorie de la tache 
cathodique n’est pas encore définitivement élaborée. Quant à l’émis- 
sion d'électrons par la cathode, il existe des points de vue différents. 
A ce qu'il paraît, le mécanisme le plus probable de l’arrachement 
des électrons à la cathode est l'émission thermoélectronique par 
champ, c’est-à-dire la combinaison de l’excitation thermique des 
électrons avec un champ électrique intense dans le domaine catho- 
dique de la décharge, champ qui fait varier la forme de la barrière 
de potentiel à la surface de la cathode. Dans des conditions détermi- 
nées, cette émission cède sa place à l’émission thermoélectronique 
(avec des pressions élevées du gaz et des cathodes refractaires) ou à 
l'émission de champ (en présence de films diélectriques sur la surface 
de la cathode ainsi que dans des cathodes fortement vaporisables). 

A la différence de la décharge luminescente, la longueur de la 
zone de chute cathodique est limitée dans la décharge en arc par le 
libre parcours moyen de l’électron, et la chute cathodique est appro- 
ximativement égale au potentiel d’ionisation V, des atomes gazeux 
(fig. 11.8). Pour une haute densité du courant, cette différence de 
potentiel est suffisante pour maintenir, à l’aide du bombardement 
ionique, une température convenable de la tache cathodique. D'un 
autre côté elle n’est pas suffisante pour que les électrons éjectés par 
la cathode puissent acquérir une énergie nécessaire à l’ionisation des 
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atomes gazeux. La longueur de la zone de chute cathodique est si 
petite (10-8 à 10-5 m) que l'intensité du champ atteint des valeurs 
capables de provoquer une émission de champ même dans le cas où 
la chute cathodique est faible. 

Dans la zone de chute cathodique les électrons ne heurtent prati- 
quement pas les atomes du gaz et se meuvent suivant les mêmes lois 
que dans une diode à vide. 

La zone de chute cathodique est suivie de la colonne de la décharge 
en arc qui diffère de la colonne positive de la décharge luminescente 
par une plus haute densité de courant. Suivant la pression du gaz, 
la colonne de la décharge présente des particularités qui seront exa- 
minées avec plus de détail au $ 11.4. 

La chute de tension totale dans la décharge vaut la somme de la 
chute cathodique, de la différence de potentiel sur la colonne positive 
et de la chute anodique. De même que dans la décharge luminescen- 
te, la chute anodique peut être positive ou négative selon les dimen- 
sions et la forme de l’anode. 

Décharge d’arc non autonome. — Une telle décharge apparaît 
dans des appareils ioniques avec cathode thermoélectronique chauf- 
fée par une source extérieure. Les processus d’ionisation et la répar- 
tition de potentiel dans l’intervalle de décharge sont similaires à des 
processus analogues dans la décharge par arc autonome. La caracté- 
ristique courant-tension de la décharge d’arc non autonome est re- 
présentée sur la fig. 11.9. 

Pour de faibles tensions anodiques (inférieures à V;), le courant 
anodique circulant entre la cathode et l’anode est analogue au cou- 
rant dans une diode à vide (correction faite pour des collisions élasti- 
ques entre les électrons et les atomes du gaz), ce qui correspond au 
tronçon J de la courbe de la fig. 11.9. Lorsqu’on augmente la tension 
anodique en la portant à une valeur de l’ordre du potentiel d’ioni- 
sation V; du gaz, une colonne de plasma commence à se former, de 
même que dans la décharge autonome, et la répartition de potentiel 
devient voisine de celle représentée sur la fig. 11.8. 

Après l’amorçage de la décharge non autonome en régime d'arc 
la tension sur le tube à décharge subit une petite baisse par rapport. 
à V; (tronçon 2). La possibilité de l'entretien de la décharge pour 
V < V est liée à la probabilité accrue d’ionisation par cascades lors- 
que la densité du courant est suffisamment grande. 

La composante électronique du courant, qui est supérieure de 
quelques ordres de grandeur à la composante ionique, est limitée 
par la charge d’espace négative des électrons existant au voisinage 
de la cathode. La croissance du courant sur le tronçon 3 de lacarac- 
téristique courant-tension est liée à une neutralisation progressive 
du champ de la charge spatiale négative par le champ des ions posi- 
tifs qui augmente avec le courant et l’intensification du processus 
d’ionisation qui lui est lié. La charge spatiale négative des élec- 
trons produit un minimum de potentiel au voisinage de la cathode 
qui arrête les électrons. Lorsque le courant augmente, la valeur du 
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minimum diminue, ce qui permet de commander le courant électro- 
nique sans faire varier la tension anodique qui reste donc constante. 
A l'instant où le minimum de potentiel disparaît sous l’action du 
champ des ions positifs, le courant électronique débité par la cathode 
devient égal au courant d'émission, de sorte que pour augmenter 
encore le courant il est nécessaire d'élever la tension anodique pour 
renforcer les processus y et les processus d'ionisation (tronçon 4). 
Dans le cas d’une forte augmentation du courant, la décharge non 
autonome peut se transformer en une décharge par arc autonome avec 
la caractéristique courant-tension comportant une partie tombante. 

La décharge en régime d'arc dans un tube avec cathode chaude 
peut s’effectuer même pour des tensions anodiques très petites, in- 
férieures au potentiel d'excitation des atomes du gaz. L'ionisation 
du gaz peut s'effectuer dans de telles conditions du fait que la charge 
d'espace produite par des ions positifs crée, au voisinage de la ca- 
thode,un maximum de potentiel voisin du potentiel d’excitation 
rendant possible une ionisation par cascades. 


$ 11.4. Plasma à décharge gazeuse 


Notions fondamentales. — On appelle plasma un état du gaz 
caractérisé par un degré d’ionisation considérable et par une quasi- 
neutralité électrique. 

Le degré d'ionisation x est égal au rapport du nombre d’atomes 
ionisés ou de molécules ionisées au nombre total de particules lourdes 
contenues dans le volume occupé par le gaz et se détermine pour une 
large part par la température du gaz 7, et par sa pression p. Lors- 
que le degré d'ionisation est petit, on dit que l’on a un plasma faible- 
ment ionisé ou à basse température dans lequel l'énergie moyenne des 
particules est inférieure à l’énergie d'ionisation des atomes. Un autre 
cas extrême est représenté par un plasma chaud ou à haute températu- 
re caractérisé par un degré d'ionisation voisin de l'unité et formé 
uniquement par les électrons et les ions. 

Le plasma à décharge gazeuse est un plasma à basse température. 
Sa température ne dépasse généralement pas 10* à 10° K, et la con- 
centration des particules chargées n'excède pas 10°! m+. Un tel 
plasma est en règle générale faiblement ionisé. C'est seulement dans 
des décharges à forte intensité de courant, qui se produisent dans le 
cas de l'explosion électrique des fils métalliques, que la température 
du plasma s'élève jusqu’à 10° K avec une ionisation pratiquement 
totale. 

Dans ce qui suit nous ne considérons que le plasma à basse tem- 
pérature. ‘ 

La quasi-neutralité signifie que les concentrations des charges de 
signes contraires sont sensiblement égales, c'est-à-dire qu'on peut 
considérer le plasma, dans des volumes suffisamment grands, comme 
étant électriquement neutre. Il convient toutefois de noter que tout 


638 


nombre de particules chargées de signes opposés ne constitue pas un 
plasma quasi neutre. On peut dire que l’on a affaire à un plasma 
seulement dans le cas où une augmentation locale accidentelle de la 
concentration des charges d’un signe a pour effet de produire un 
champ électrique qui provoque une redistribution des particules 
chargées dans l’espace et l'égalisation des concentrations des charges 
de signes contraires. Si les concentrations des particules chargées 
sont faibles, leurs actions mutuelles sont peu importantes et on peut 
considérer que les particules se déplacent les unes indépendamment 
des autres. Ceci signifie que le plasma ne peut pas être formé par un 
petit nombre de particules chargées. Un gaz ionisé ne peut être con- 
sidéré comme un plasma que si les concentrations électronique et 
ionique sont suffisamment fortes pour provoquer l'apparition de 
champs électriques intenses lorsque l'équilibre des charges se trouve 
troublé. 

Les calculs montrent que le critère de présence d’un plasma quasi 
neutre, et non d'un système de particules distinctes pratiquement 
n'interagissant pas, est la concentration des particules chargées telle 
que la dimension de la région occupée par le gaz soit beaucoup plus 
grande que le rayon de Debye rp, dimension caractéristique dépen- 
dant de la concentration des charges. Si les dimensions d’une région 
sont de l’ordre de rp, l'intensité du champ électrique produit à l’in- 
térieur de cette région est trop faible pour assurer l’égalisation des 
concentrations des charges de signes contraires et, à la différence de 
tout le volume, le plasma n’y est pas quasi neutre. 

Le rayon de Debye est un paramètre fondamental du plasma. Sx 
signification physique devient claire si l’on considère la répartition 
du potentiel V d’une certaine charge e; introduite dans le plasma. 
La résolution de l'équation de Poisson donne pour V (r) l'expression 
suivante : 


V (r) = 1 <Lexp ( ——) ; (11.52) 


A4Teo 


où rest la distance à la charge. 

Comme le montre l'expression (11.52), à la différence du vide «ù 
le potentiel est proportionnel à {/r, dans le plasma le potentiel 1lé- 
croît avec la distance suivant une loi exponentielle, et à une distance 
de l’ordre de rp l’action que le champ de la charge introduite dans 
le plasma exerce sur les autres charges est compensée du fait de la 
redistribution des particules chargées dans le plasma. Ainsi, rs 
détermine la distance à laquelle le champ coulombien de toute charge 
du plasma est compensé par des charges de signe contraire qui l’en- 
tourent. C'est à une telle distance que pénètre dans le plasma un 
champ électrique statique extérieur dont l'intensité décroît du fait 
de l’effet d'écran dû au plasma suivant la loi € (x) = €o exp (—z/rn), 
où €, est l'intensité du champ à la frontière du plasma; x, la dis- 
tance comptée à partir de la frontière vers la profondeur du plasma. 
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Le rayon de Debve donné par la solution de l’équation de Poisson 


a pour valeur 
einj \-1/2 
=(> 5) | (11.53) 
7 


Ici, #; et T; sont respectivement la concentration et la température 
des particules de sorte j de charge e,;; k est la constante de Boltz- 
mann. 

Parfois le rayon de Debye est représenté sous la forme rp = 

12 80XTe \1,2  [80ÂTi \1pe 

= (ré + re, où ne = (ee )48 et ro, = (7e) VE sont les 
rayons de Debye de l’électron et de l’ion (Z étant le nombre de char- 
ge de l'ion). Dans le cas particulier d'un plasma formé par des élec- 
trons et des ions à charge unique, à T.=T; =Tetn. = nr; = 
— nm", la formule (11.53) donne 


= V2 ET À 49 D T (11.54) 


Si L est la dimension linéaire du volume occupé par le gaz, la 
concentration minimale des charges d’un signe pour laquelle est 
réalisée la condition de quasi-neutralité du plasma (pour L = rn) 
a pour expression 


Nmin Æ 2,410 TL. (11.55) 


Pour L — 10 met T7 — 10° K, on a nmin Æ 2,4-10!! m*, pour 
L=10" met T =10K, min Æ 2,4-10° m+. 

Dans le plasma à décharge gazeuse le rayon rh ne dépasse pas 
en règle générale 10-* m si bien que la condition L 5 rn est prati- 
quement toujours satisfaite. 

Dans le cas général le plasma doit ètre considéré comme un mé- 
lange de divers gaz : électronique, ionique, photonique ainsi que du 
gaz formé par les atomes et molécules neutres. Pour caractériser 
l’état énergétique de chaque gaz, on introduit les notions de tempé- 
ralures électronique T., ionique T';, photonique Thnot et de tempé- 
rature du gaz T, bien que ce n’est pas toujours que la forme exacte 
de la fonction de distribution des particules selon leur énergie puisse 
être définie. 

Si le plasma est dans l’état d'équilibre thermodynamique, T,. — 
= Ti = Ton = Tx = TetgradT = 0, c'est-à-dire que T (x, y. :)= 
= Cte. On dit alors que le plasma est isotherme. Dans les conditions 
réelles, lorsque le plasma est soumis à l’action des agents extérieurs, 
la température devient fonction de la coordonnée, mais si les tempé- 
ratures des composantes du plasma sont égales en tout point de l’es- 
pace, on dit quele plasma est quasi isotherme. Or, dans la décharge 
gazeuse on a le plus souvent affaire à un plasma non isotherme dans 
lequel les températures des composantes en chaque point diffèrent 
notablement du fait que l'énergie de la source extérieure est commu- 
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niquée à un des constituants, en premier lieu, aux électrons, et ces 
derniers n'arrivent pas à la transmettre au cours des collisions aux 
ions et aux atomes gazeux. ; 

Les paramètres du plasma dépendent de façon substantielle de la 
pression du gaz, ce qui rend difficile la construction d’une théorie 
unifiée du plasma. On est donc amené à considérer séparément les 
processus qui se déroulent dans la colonne de plasma d’une décharge 
dans les gaz à basse pression et à haute pression. 

Plasma à basse pression. — La colonne à basse pression (infé- 
rieure à 10° Pa) représente un plasma non isotherme dans l’état hors 
d'équilibre bien prononcé. 

La luminescence de la colonne est uniforme, pourtant sous cer- 
taines conditions (dans un intervalle déterminé de variation de cou- 
rants et de pressions dépendant du type de gaz), l’uniformité de la 
colonne le long de l’axe du tube se trouve troublée, de sorte que l’in- 
tensité du champ, la concentration des charges, la température élec- 
tronique et l'intensité de la lumière émise deviennent des fonctions 
périodiques de la coordonnée longitudinale. Dans ce cas, la décharge 
est dite stratifiée, alors que les couches lumineuses qui alternent avec 
des espaces sombres de la colonne sont appelées strates. Les strates 
sont immobiles ou se déplacent à une vitesse de l’ordre de celle du 
son, le plus souvent de l’anode vers la cathode, de plus, par suite 
de leur grande vitesse la colonne semble être uniforme, de sorte que 
les strates ne peuvent s'observer qu’à l’aide de méthodes spéciales, 
par exemple, de méthodes stroboscopiques. La vitesse de mouve- 
ment des strates est d'autant plus grande que la pression du gaz est 
plus basse. La période spatiale, c'est-à-dire la distance entre les cen- 
tres des strates voisines, est égale à quelques diamètres du tube à 
décharge. L'apparition de strates caractérise surtout les décharges 
dans les gaz inertes. 

Les strates sont des domaines d’ionisation accélérée en mouve- 
ment liée aux ondes du champ électrique. La formation de strates est 
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vraisemblablement liée à l’ionisation en cascades des atomes mé- 
tastables du gaz. 

Lorsque les pressions du gaz ne sont pas très faibles, le libre 
parcours moyen des particules est beaucoup plus petit que les dimen- 
sions de l’espace occupé par le plasma si bien que les particules su- 
bissent de nombreuses collisions sur leur parcours. En même temps, 
on peut, à la différence des hautes pressions, négliger la recombinai- 
son en volume et ne tenir compte que de la recombinaison des charges 
sur les parois du tube à décharge. 

Les électrons accélérés dans le domaine cathodique de la décharge 
dépensent leur énergie pour l'ionisation et l'excitation des atomes 
gazeux et arrivent donc dans la colonne de la décharge avec de fai- 
bles énergies cinétiques. La colonne de la décharge possède une con- 
ductivité élevée. de sorte qu'aucune différence de potentiel consi- 
dérable ne s’y manifeste pas et le mouvement des charges est essen- 
tiellement désordonné. Pourtant le départ des charges vers les parois 
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et leur recombinaison ultérieure ont pour effet de provoquer la for- 
mation dans le plasma de charges spatiales et par là même de champs 
longitudinaux et transversaux qui font naître dans la vitesse des 
charges une composante dirigée et augmentent par conséquent la 
vitesse d’ionisation nécessaire pour compenser la perte de charges. 
Le long de la colonne de la décharge il s'établit automatiquement 
une certaine petite intensité longitudinale du champ électrique é: 
qui est d’après la loi de la similitude des décharges inversement pro- 
portionnelle au rayon du tube. La valeur de &, est pratiquement 
constante suivant toute la colonne de la décharge si bien qu’en la 
multipliant par la longueur de la colonne on peut calculer la chute 
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de tension qui, étant ajoutée à la chute cathodique et à la chute ano- 
dique, donne la chute de tension globale dans le tube à décharge. 

La variation de £, en fonction de la pression p est représentée 
pour certaines substances sur la fig. 11.10. A basse pression, l’aug- 
mentation de £&, est liée aux pertes de l'énergie des électrons pour 
l'excitation des atomes et, à haute pression, à la diminution du libre 
parcours moyen de l'électron et donc de la probabilité d'ionisation 
du gaz (l’ionisation du gaz exige maintenant des intensités €, plus 
fortes). 

Comme il fallait s'y attendre, l'intensité €, diminue lorsque le 
rayon À du tube augmente parce que les pertes de particules chargées 
sur les parois diminuent et leur durée de vie augmente. ce qui si- 
gnifie que l’état stationnaire peut être maintenu pour une vitesse 
d'ionisation plus faible. La fig. 11.11 montre les courbes de varia- 
tion €, (R) pour la décharge dans les vapeurs de mercure. Les cou- 
rbes Z, 2 et 3 correspondent à des pressions de 300, 1000 et 1600 Pa 
respectivement. 

La concentration des particules chargées peut être considérée 
comme constante tout au long de la colonne de la décharge si l’on 
ne tient pas compte des frontières du côté de la cathode et de l’ano- 
de. Quant à la répartition radiale de la concentration et de la con- 
ductivité, elle est nettement non uniforme. En résolvant l'équation 
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de diffusion ambipolaire [v. formule (11.84)] pour la colonne de dé- 
charge dans un tube cylindrique de rayon À. on peut obtenir l’ex- 
pression pour la répartition radiale’ de la concentration des électrons: 


Re (r) Si Reolo (2,4 r'R), (1 1.56) 


où »,0 est la concentration des électrons sur l’axe de la décharge ; J, 
la fonction de Bessel d'ordre zéro, dont la courbe est représentée sur 
la fig. 11.12. 

L'intégration de l’expression (11.56) permet de lier la concentra- 
tion moyenne des électrons suivant la section r,,9, avec la concen- 
tration des électrons sur l’axe: 


leo — 2, emoy- (11.57) 
Compte tenu du fait que le courant anodique J se détermine essen- 
tiellement par la composante électronique, on peut écrire 
rR 


TR a Rep Eine moy = 23 EU co (11.58) 


où u, est la mobilité des électrons. 
En plus de la non-uniformité radiale de la concentration électro- 
nique, on observe dans la décharge une variation appréciableŸde la 
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température du gaz électronique en fonction du rayon du tube. Cette 
variation devient de plus en plus marquée lorsque la pression aug- 
mente : la fig. 11.13, a correspond à une basse pression. et la fig 11.13, b 
à une haute pression. Le plasma à basse pression est non isotherme, 
la température de ses constituants est nettement différente. Accé- 
lérés par le champ &, les électrons, porteurs de charge dans le 
plasma, ne dépensent qu'une partie insignifiante de leur énergie pour 
l'augmentation de la vitesse des particules lourdes du gaz au cours 
des collisions élastiques, ce qui s'explique par une grande différence 
entre les masses des particules entrant en interaction. C'est pourquoi 
la température du gaz électronique atteignant plusieurs dizaines de 
milliers de degrés (4T. étant de l’ordre de plusieurs électrons-volts) 


sie 643 


est très supérieure à la température du gaz et à la température ioni- 
que qui ne se chiffrent que par quelques milliers de degrés (AT; 
étant de l’ordre de quelques dixièmes d'électron-volt). Sous l’effet 
du champ €; la température électronique est maintenue à un niveau 
suffisant pour assurer une ionisation partielle des atomes gazeux 
qui compense la perte des particules chargées au cours de la diffu- 
sion ambipolaire. Aussi, en résolvant conjointement l'équation qui 
détermine le nombre d'actes d’ionisation du gaz par les électrons et 
l'équation de la diffusion ambipolaire, peut-on obtenir une expres- 
sion permettant de déterminer la température électronique T.. Le 
calcul conduit à une équation transcendante de la forme 


(5) exp (LL) = 1116-10 (SpR. (11.59) 
où S est un facteur variant avec la nature du gaz. 

L'équation (11.59) montre que la variation de 7,/V; en fonction 
de SpR est universelle, valable pour tous les gaz. L'augmentation 
de pR entraîne une diminution de la perte de particules chargées et 
donc une baisse de €. Ceci explique pourquoi l'énergie des élec- 
trons et la température électronique 7, diminuent lorsque le rayon 
du tube et la pression du gaz augmentent. 

Connaissant les températures électronique et ionique, on peut 
calculer les densités du courant électronique désordonné et du courant 
ionique dans le plasma (nombre de charges passant par unité de 
surface en unité de temps): 


Îe= 2,48- 107tên, VT., 
li — 4,96 & 10-1n,J/ je T. 


Ici, », et n; sont les concentrations des électrons et des ions po- 
sitifs respectivement. 

Au cours de la diffusion ambipolaire les électrons, dont la mobi- 
lité est plus grande que celle des ions, chargent la paroi du tube à 
décharge en produisant un champ qui ralentit les électrons et accé- 
lère les ions positifs. Le saut de potentiel à la surface de la paroi 


AV, = Te Jn Je (11.61) 
e Ji 


(11.60) 


se produit dans une couche d'épaisseur 


jt? 
"à 


6=2,3312.407 (me) QT (11.62) 


qui est légèrement supérieure à rp. Pour une décharge dans les va- 
peurs de mercure le potentiel de la paroi est inférieur de AV, = 5 
à 10 V au potentiel du plasma. 

L'énergie obtenue par les électrons de la part du champ de la 
décharge est dépensée au cours des collisions élastiques et inélasti- 
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ques avec les atomes du gaz. La partie de l'énergie, dépensée lors 
des diverses interactions pour différentes pressions et différents cou- 
rants de décharge, peut être évaluée à l’aide de diagrammes du bilan 
énergétique construits par Klarfeld pour la colonne de la décharge 
dans les vapeurs de mercure (la fig. 11.14, a correspond à des densi- 
tés de courant de l'ordre de plusieurs ampères par centimètre carré, 
et la fig. 11.14, b, à des densités de l’ordre de quelques milliampères 
par centimètre carré). En ordonnées on a porté, en unités relatives, 
toutes les sortes de pertes dans la colonne de la décharge: pour 
l’échauffement du gaz par suite des collisions élastiques des élec- 
trons avec les atomes n4, pour l’ionisation du gaz M, pour l’exci- 
tation des radiations résonnante mn. et non résonnante n, dans le 
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gaz. Ces diagrammes montrent que dans les décharges à très basse 
pression une partie importante de l'énergie des électrons est dépen- 
sée pour l'ionisation des atomes du gaz. Aux très basses pressions, 
le plasma à encore d’autres particularités. Le libre parcours moyen 
des électrons et des ions peut devenir plus grand que le rayon du 
tube à décharge. Le calcul de la température électronique et de la 
composante longitudinale de l'intensité du champ électrique nous 
conduit dans ce cas aux expressions suivantes: 


Te=eV,[#in (ÉREE m)l, 


- { [ Vi (27+10 y #) Te] FU 


0,815eA.R Va 


(11.63) 


ns te, me 


où k, est une constante dépendant du type de gaz; s, — 0.7722. 

La variation de la température électronique 7, en fonction de 
Rp aux très basses pressions est montrée pour quelques substances 
sur la fig. 11.15. 

Plasma à haute pression. — Comme on peut le voir sur la fig. 11.14, 
lorsque la pression augmente, le rôle des collisions élastiques devient 
plus important, par conséquent, la température du gaz s'élève. En 
même temps le libre parcours moyen des électrons diminue. la fré- 
quence de collisions augmente et l'échange d'énergie entre les élec- 
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trons et les particules lourdes du gaz s'améliore. C'est pourquoi, 
lorsque la pression augmente, les valeurs de 7, et de 7, se rappro- 
chent (fig. 11.13 et 11.16), le caractère de ce rapprochement dépen- 
dant du type de gaz. Dans le mercure les deux températures devien- 
nent à peu près égales pour des pressions de l'ordre de 104 Pa, alors 
que dans l’air ceci n’a lieu que pour; p > 8-10 Pa. On peut consi- 
dérer que le plasma de tous les gaz'(excepté les gaz inertes à faibles 
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intensités de courant) est quasi isotherme pour une pression supé- 
rieure à la pression almosphérique et que les températures de tous 
ses constituants sont égales. 

Une élévation de la pression du gaz au-delà de 10° à 10% Pa a 
aussi pour effet de provoquer la contraction de la colonne positive de 
la décharge (formation de filaments), qui s'approche de l'axe du tube, 
c’est-à-dire de la région des plus hautes valeurs de la température 
et de la conductivité. Dans la colonne positive contractée de l’arc la 
décroissance de n, (r) est sensiblement plus brusque que suivant la 
fonction de Bessel (11.56). Une telle variation de n, (r) peut avoir 
lieu si, premièrement, la fréquence de création de particules char- 
gées (fréquence d'ionisation) v; commence à décroître brusquement 
dans le sens de l'axe vers les parois et, deuxièment, la recombinaison 
en volume l’emporte sur la diffusion des particules vers les parois du 
tube et les électrons ne s'en vont pas loin de l'endroit où ils sont 
créés. Ces deux facteurs prennent de l’importance lorsque le courant 
de décharge augmente en provoquant un échauffement considérable 
du gaz. 

La chute de température dans le sens de l'axe du tube vers ses 
parois a pour effet une diminution de la concentration NV, du gaz 
suivant l’axe et donc une augmentation du rapport &,/N, et une 
croissance exponentielle de v;. La variation de la fréquence d'ioni- 
sation en fonction de la température peut se décrire par la formule 


v=oq(rpe Te, (11.64) 
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où q (Tg) est une fonction faiblement variant avec la température ; 
BIT,, l'exposant de l'exponentielle dont la valeur est considérable- 
ment supérieure à l'unité. : 

Il en résulte qu'une inhomogénéité, même peu importante, de Ty 
entraîne une inhomogénéité considérable de la concentration des 
électrons et de la densité du courant suivant le rayon et en dernier 
ressort une inhomogénéité de la température, puisque dans les con- 
ditions où la recombinaison en volume est prépondérante, la chaleur 
dégagée dans chaque volume microscopique du plasma est propor- 
tionnelle à la densité locale du courant. Le renforcement de l’inho- 
mogénéité radiale de la température augmente à son tour la contrac- 
tion de la décharge. Lorsque la densité du courant est grande, c'est 
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l'ionisation par cascades. dont l'efficacité est proportionnelle à n£, 
qui commence à jouer un rôle important et augmente davantage 
l’inhomogénéité de la variation n, (r). 

La conductivité des couches extérieures de la colonne positive de 
la décharge est d'autant plus basse que leur refroidissement est plus 
intense. Dans ces conditions, le courant de décharge passe par un 
canal plus étroit et la température du plasma près de son axe s'élève. 

La fig. 11.17 montre la répartition de la température T,, de la 
densité du courant j et de l'intensité du rayonnement J suivant le 
rayon de l’arc de la décharge dans les vapeurs de mercure pour p Æ 
= 105 Pa. On voit sur cette figure que 99,4 % de tout le courant et 
99,9 % de tout le rayonnement sont produits par la région où la tem- 
pérature varie de Ty max à /31g max- 

Une élévation considérable de la température du gaz (jusqu'à 
10! K) met au premier plan l'ionisation thermique. On peut montrer 
que le degré d’ionisation thermique d’un gaz en équilibre thermody- 
namique qui n'interagit pas avec le milieu environnant se détermine 
uniquement par la nature, la température et la pression de ce gaz. 
Dans le plasma à haute pression le départ des particules chargées 
vers les parois est rendu difficile et c'est la recombinaison en volume 
des électrons et des ions qui joue un rôle prépondérant. Aussi, en 
calculant le degré d'ionisation thermique peut-on considérer avec 
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une approximation suffisante que le plasma n'interagit pas avec le 
milieu environnant. On est alors conduit à l'équation de Saha 
. eV; 


2 


nr P=ATIe Te, (11.65) 


où À est une constante (de l’ordre de 10-°). 

La variation du degré d’ionisation du mercure en fonction de la 
température est montrée pour différentes pressions sur la fig. 11.18. 
Le degré d’ionisation du gaz augmente lorsque la température 7, 
s'élève et la pression p diminue. L'augmentation du degré d'ionisa- 
tion quand la pression diminue est conditionnée en grande part par 
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le fait que la décroissance de la vitesse de recombinaison en volume 
dans le gaz est plus rapide que celle de la vitesse d'ionisation ther- 
mique. 

Lorsque le courant de décharge augmente, la composante longi- 
tudinale de l'intensité du champ # ; diminue parce que la probabili- 
té d’ionisation par cascades des atomes gazeux, qui exige des éner- 
gies plus faibles des électrons. devient plus forte (fig. 11.19, p & 
10% Pa). 

Rayonnement du plasma. — L'analyse des diagrammes du bilan 
énergétique dans la colonne positive de la décharge dans les gaz 
(v. fig. 11.14) montre qu'une partie importante de la puissance four- 
nie par la source d'alimentation extérieure est dépensée pour le rayon- 
nement du gaz ionisé dans les domaines visible, infrarouge et ultra- 
violet du spectre. Les résultats des mesures montrent que ce rayon- 
nement se caractérise Lant par un spectre continu que par un spectre 
de raies lié à divers mécanismes de l'émission des quanta. Enumé- 
rons les mécanismes du rayonnement les plus importants: 

1. L'émission spontanée d’atomes, de molécules ou d'ions excités 
qui reviennent à l’état normal non excité avec émission de quanta 
d'énergie et de fréquence déterminées correspondant au passage d’un 
électron entre deux niveaux d'énergie. Le spectre du rayonnement 
est donc constitué de raies distinctes, et lors de l'émission de quanta 
par les molécules, on a un spectre de séries de raies (de bandes) parce 
qu'aux raies liées aux transitions entre niveaux des électrons se su- 
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perposent des raies dues à une variation quantifiée de l'énergie des 
mouvements de vibration et de rotation des atomes dans la molécule. 

L'intensité de ce rayonnement dépend de la composition chimique 
du gaz et de la température 7... elle augmente lorsque des atomes: 
d'éléments lourds apparaissent dans le plasma. Lorsque 7, s'élève, 
les électrons dans les atomes peuvent être excités vers des états d’é- 
nergie de plus en plus élevés. si bien que le spectre du rayonnement 
se déplace vers le domaine ultraviolet. 

2. Le rayonnement de recombinaison dû à la capture d’un élec- 
tron libre à un des niveaux énergétiques d’un ion positif. Le spec- 
tre de ce rayonnement est continu mais si l’électron a été capté 
à un niveau excité. il peut passer ensuite au niveau fondamental 
avec émission de quantum, de sorte que le spectre du rayonnement 
de recombinaison peut être constilué par une superposition d’un 
spectre continu et d’un spectre de raies. L'intensité du rayonnement 
est directement proportionnelle au produit des électrons et des ions 
et inversement proportionnelle à la racine de la lempérature élec- 
tronique parce que la probabilité de recombinaison augmente lors- 
que la vitesse relative des électrons et des ions diminue. 

3. Le rayonnement de freinage (Bremsstrahlung) d'électrons libres 
dû à une brusque variation de la vitesse de l’électron dans le champ: 
électrique de l’ion ou de l'atome. La variation de l’énergic qui se 
transforme en énergie de quantum est comprise entre l'énergie ciné- 
tique d’un électron libre et zéro, de sorte que le spectre du rayon- 
nement de freinage est continu. La majeure partie des quanta émis 
ont une énergie de l'ordre de XT.. ce qui correspond aux domaines du 
visible et de l’infrarouge. L’intensité du rayonnement dans le cas 
d’un gaz hautement ionisé est proportionnelle au produit des con- 
centrations des électrons et des ions ainsi qu'à la racine de la tem- 
pérature électronique. 

4. Le rayonnement bêtatron du plasma placé dans un champ ma- 
gnétique constant. Sous l’action d’un champ magnétique extérieur 
les électrons du plasma décrivent des trajectoires fermées dans un 
plan perpendiculaire au vecleur dE, ce qui donne lieu, en vertu des 
lois de l’électrodynamique. à un rayonnement dont l'intensité est 
proportionnelle à l'énergie de l’électron et au carré de l'intensité du 
champ. Le spectre de ce rayonnement est un spectre de raies conte- 
nant des fréquences multiples de la fréquence de Larmor wL. Le 
rayonnement bètatron est fortement absorbé par le plasma, de sorte 
que seule une partie de son énergie est rayonnée vers l’extérieur. 

D'après la composition spectrale on distingue aussi le rayonne- 
ment du plasma résonnant el non résonnant. Le rayonnement réson- 
nant est dû aux passages des électrons des niveaux inférieurs excités- 
au niveau fondamental non excité. Ses fréquences coïncident avec 
celles du rayonnement absorbé par l’atome en état fondamental. 
Les autres raies spectrales sont dues au rayonnement non réson- 
nant. Le rapport entre ces deux types de rayonnement peut être 
déterminé pour différentes pressions à l’aide du diagramme du bilan 


649 


énergétique (v. fig. 11.14). Pour de fortes densités du courant et 
haute pression la plus grande partie de la puissance de la décharge 
est dépensée pour le rayonnement non résonnant, ce qui est utilisé 
pour la réalisation de lampes à arc au mercure de grande puissance à 
‘très haute pression. 

Les conditions optimales pour le rayonnement résonnant sont 
réalisées avec des basses pressions (de l’ordre de 0,1 à 10 Pa). 

Oscillations dans le plasma. — Du fait qu'entre les particules 
chargées s'exercent des forces d'interaction électrostatique à grande 
distance, le plasma se comporte comme un système d'oscillateurs 
couplés au sein duquel peuvent se propager divers types d'ondes. 

La plasma est formé par deux sortes de particules chargées de 
masses très différentes et les oscillations qui y prennent naissance 
se répartissent donc en deux familles ou branches : à haute fréquence 
et à basse fréquence, ce qui est dans une certaine mesure analogue 
aux branches optique et acoustique que l’on observe dans un réseau 
cristallin. Les deux branches correspondent à des oscillations longi- 
tudinales pour lesquelles la direction de propagation (vecteur d'onde 
k) se confond avec la direction dans laquelle oscille le vecteur inten- 
sité du champ électrique 6. Les fréquences d'oscillations dépen- 
dent de la longueur d'onde, c’est-à-dire obéissent à des relations de 
dispersion bien déterminées. 

Le type le plus simple d'oscillations longitudinales à haute fré- 
quence dans le plasma est constitué par les oscillations électroniques 
de Langmuir de fréquence 


_ [ ere \1/2 s 
= (Se) (11.66) 
que l’on appelle fréquence de plasma. On établit cette expression en 
procédant de la même façon que pour la fréquence des plasmons 
{v. $ 8.4). Pour la décharge dans les gaz la fréquence ©, se situe dans 
la bande de longueurs d'ondes décimétriques et centimétriques. En 
réalité, le plasma est le siège, surtout lorsqu'il est placé dans un 
champ magnétique. de beaucoup de types d'oscillations différents, 
mais on convient généralement de ne donner le nom d'oscillation de 
plasma qu'au type le plus simple d'’oscillations dont la fréquence est 
voisine de w,. Les oscillations de plasma sont des oscillations des 
électrons du plasma par rapport aux ions qui peuvent être considérés 
de façon approchée comme immobiles sur le fond des électrons ani- 
més de grandes vitesses. Dans un plasma isotrope homogène les rela- 
tions de dispersion pour les fréquences des oscillations électroniques 
s'écrivent sous la forme 


© = ph (1 + 3k°rp.)!/?, (11.67) 
où k est le nombre d'ondes; rn. le rayon de Debye de l’électron. 
Les oscillations à basse fréquence correspondent aux oscillations 


des ions sur le fond de la densité non perturbée de la charge électro- 
nique. Les électrons arrivent à se redistribuer rapidement pendant 
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la durée des oscillations ioniques lentes et produisent une charge 
d'espace négative constante. La relation de dispersion pour les fré- 
quences des oscillations ioniques est de la forme 


oo {[1+8kb (14) ] (14) 1, (41.68) 


Te 


OÙ Gp = (F<) "or est la fréquence d'oscillations ioniques du 
plasma (Z et 7; étant respectivement le nombre de charge et la 
masse de l'ion); pp; le rayon de Debye de l'ion, égal au quotient de 
la vitesse thermique des ions par la fréquence des oscillations ioni- 
ques du plasma. 

Comme le montre la caractéristique de dispersion, la branche 
basse fréquence des oscillations peut être divisée en deux régions. 
Pour k° € ri, la fréquence d'oscillations ioniques est inférieure à 
©: et © — k. Les ondes à basses fréquences correspondant à ces 
oscillations sont analogues à des ondes acoustiques qui se propagent 
dans un gaz neutre et ont été appelées son ionique. Les ondes de son 
ionique ne se propagent dans le plasma que pour 7, > T;, dans le 
cas contraire elles s’amortissent fortement. Lorsque k augmente, les 
oscillations iono-sonores se transforment (pour rp5 € k? << rpi) en 
oscillations longitudinales des ions à la fédience. pi, C'est-à-dire 
en oscillations ioniques du plasma. 

Des ondes électromagnétiques transverses de fréquence supérieure 
à celle de plasma peuvent elles aussi se propager dans le plasma. 
Les conditions de leur propagation seront examinées de façon plus 
détaillée au sous-paragraphe « Diagnostic du plasma ». 

Le procédé le plus simple permettant d’exciter des ondes dans le 
plasma consiste à le faire traverser par un faisceau d'électrons rapi- 
des. Le système plasma-faisceau qui en résulte étant instable, les 
oscillations y peuvent s'accroître du fait de l'énergie transférée au 
plasma par le faisceau. Cet échange d'énergie peut être très efficace 
vu que l'interaction s'effectue en volume. 

Le principe d'interaction entre les faisceaux électroniques et les 
ondes se propageant dans le plasma peut être utilisé pour la réalisa- 
tion d'amplificateurs et d'oscillateurs UHF de grande puissance dont 
les paramètres peuvent être commandés en faisant varier, par un 
procédé électrique, les propriétés du plasma. 

En examinant les oscillations de plasma, il convient de revenir à 
la quasi-neutralité du plasma. Pour qu'un gaz soit quasi neutre 


il faut que la charge globale S'en; des particules constituantes soit 


nulle pendant des intervalles de temps suffisamment longs et à des 
distances suffisamment grandes. Les intervalles de temps et les 
dimensions des régions dans les limites desquelles la compensation 
mutuelle des charges peut être troublée s'appellent échelles tempo- 
relle et spatiale de séparation des charges. 
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Puisque les électrons oscillent dans le plasma à la fréquence w,, 
il est logique de supposer que pendant un temps t © 1/o, ils effec- 
tuent un grand nombre d'oscillations par rapport à la position 
d'équilibre et que le plasma tout entier, si on le considère pendant 
un laps de temps t > t = 1/w,, se comporte comme un système quasi 
neutre. Comme échelle temporelle de séparation des charges dans le 
plasma on peut prendre la période des oscillations de plasma. 

La dimension minimale de la région à l’intérieur de laquelle 
le plasma peut être considéré comme étant quasi neutre se détermine 
par la distance dont se déplace pendant le temps + l’augmentation 
locale de la concentration des particules chargées. Cette distance, 
que l’on trouve en multipliant + par la vitesse thermique des parti- 
cules, est de l’ordre de grandeur de rp, c'est-à-dire que comme échel- 
le spatiale de séparation des charges dans le plasma il convient de 
prendre une distance de l’ordre du rayon de Debye et de considérer 
qu’à des échelles plus grandes que rp le plasma est quasi neutre. 

Permittivité et admittance complexe du plasma. — En plus d’un 
champ extérieur, le mouvement des électrons dans le plasma se dé- 
termine par les actes de collisions avec les particules du gaz. Si l’on 
ne tient pas compte de la distribution des électrons selon les vitesses 
en considérant que les vitesses de tous les électrons sont égales (théo- 
rie de l’« électron moyen »), l'équation du mouvement de l’électron 
dans un champ électrique variable € — #,e-i”t peut s'écrire sous 
la forme 


me Sie MNnV = — me it, 11.69) 
dt me 


Où Vm est la fréquence moyenne (effective) de collisions des électrons 
avec les particules du gaz; v,v, la variation de la vitesse due à la 
résistance que le milieu gazeux oppose au mouvement de l’électron. 

En règle générale, les collisions élastiques sont plus fréquentes 
que les collisions inélastiques si bien que pour v, on peut prendre 
la fréquence de collisions élastiques avec transfert de l'impulsion des 
électrons aux particules lourdes du gaz que l’on calcule en tenant 
compte de la section de transport (v. $ 11.1). L'équation (11.69) 
suppose que le libre parcours moyen des électrons est beaucoup plus 
petit que l’étendue du volume occupé par le plasma. Si l’on ne garde 
que des termes qui tiennent compte du mouvement périodique, la 
solution de cette équation se présente sous la forme 


V = —UË me" it, (11.70) 


oùue—= est la mobilité de l’électron, 


e 
MelVm — i&) ; 
La mobilité de l'électron est une grandeur complexe, ce qui 
signifie que l’admittance du plasma dans un champ électrique varia- 
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ble comporte une composante active et une composante réactive. 
Si l'on exprime pu, par la relation pu, — pue + pe, où 


pl = Em 
CT meWR + 07 ? L 
: : (11.71) 


Fe me (va Fu) * 
les composantes active (conductance) et réactive (susceptance) de 
l'admittance o — ©’ + io” peuvent se définir d’après la loi d'Ohm: 
j=0é=0'é-Lio"é =), +ij,= —enev=enpé +ienuié. (11.72) 


Ici, j,. ue. o’ sont respectivement les composantes actives de la den- 
sité du courant. de la mobilité des électrons et de l’admittance du 
plasma: j;. ue, 6”, leurs composantes réactives. 

Il s'ensuit que 


e , eneVm 
OC =en NC ECTS 
Be ne +0? (11.73) 
= L e?n,@ oc 
O —€enle = 


ne (A+ 07 * 


Ainsi, le courant traversant le plasma placé dans un champ élec- 
trique variable comporte une composante active et une composante 
réactive, dont la tangente de l’angle de déphasage est tg @ — 0”;0° = 
= &Vm. Pour © ÿ Vn, c'est-à-dire aux hautes fréquences du champ 
et basses pressions du gaz (plasma sans collisions). 06° € ©” et le 
courant à travers le plasma n’est constitué que par sa composante 
réactive. L'augmentation de la fréquence des collisions entraîne 
l'apparition de la composante active du courant et donc des pertes 
par effet Joule. Pour w € v», c’est-à-dire aux basses fréquences du 
champ et hautes pressions du gaz, le plasma n'est traversé que par le 
courant actif. Si en plus d’un champ électrique le plasma est encore 
soumis à l’action d’un champ magnétique, il devient anisotrope et 
les vecteurs jet £ se trouvent liés L'un à l’autre par un tenseur d'ad- 
mittance complexe. 

Pour caractériser la décharge. on peut utiliser au lieu de l'ad- 
mittance complexe la permittivité relative complexe du plasma 
Er — €, —+ er. où 


[ON 
= per = 
LAS vo? ? = 
a (11.74) 
. VPYm 
Er = 


(0 (VF +) 


(w, étant la fréquence de plasma). 


Les expressions (11.73) et (11.74) sont obtenues dans l'hypothèse 
de la théorie de l'« électron moyen » qui ne tient pas compte de la 
distribution réelle des électrons selon les vitesses. Dans le cas géné- 
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ral. la fréquence effective de collisions v,, vaut la somme des fré- 
quences de collisions de l’électron avec les particules de types diffé- 


rents: Vm — S Vi [v. formule (11.15)}, la fréquence de collisions 


I 
avec les particules de chaque sorte étant moyennée sur les vitesses 
compte tenu de la fonction de distribution f, (v): 


Vmt = (Om (0) L) No. (11.75) 
Pour vVm € &, 


Ont (L) Na 2 dv. (11.76) 


Dans le cas de la distribution maxwellienne on a 


8 2, À | dj 
Ve (ai) Var [ ome(o)ot exp (57) de (11.77) 


Les valeurs de v,,, pour les collisions des électrons avec les ato- 
mes de divers gaz à des pressions de 10° à 10° Pa se situent dans le 
domaine des hyperfréquences (1019 à 101? s-1). 

Dans les formules donnant 0 et e on utilise souvent le temps moyen 
Tm de transfert de l’impulsion de l’électron à d’autres particules 
du gaz pour lequel on prend l'intervalle de temps moyen qui s’écou- 
le entre deux collisions: 


Los _ = (3 (om Nu)”. (11.78) 
l 


Processus de transfert. — Les coefficients qui déterminent les 
processus de transfert dans le plasma peuvent être obtenus en prin- 
cipe par la résolution de l'équation cinétique de Boltzmann en te- 
nant compte de la présence de champs extérieurs et de gradients de 
température et de concentrations de particules qui troublent la sy- 
métrie de la fonction de distribution. Sans résoudre cette équation, 
examinons brièvement quelques relations liées aux processus de 
transfert. 

La conductibilité électrique du plasma est due au mouvement des 
électrons et des ions, or, la mobilité des ions étant beaucoup plus 
petite que celle des électrons, on peut négliger leur mouvement et 
ne considérer que la conductibilité électronique. L'influence des 
particules lourdes, y compris des particules neutres, sur la conducti- 
bilité électrique du plasma se traduit par la fréquence de collisions 
Vm des électrons. 

Lorsque © € v», c'est-à-dire pour des basses fréquences du champ 
électrique ou pour des hautes pressions du gaz, on peut considérer 
que pendant l'intervalle de temps séparant deux collisions successi- 
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ves le champ reste pratiquement inchangé. Dans ce cas le plasma est. 
traversé par un courant purement actif de densité j = cé. où la 
conductivité © est égale à celle dans un champ constant. En posant 
w — 0 dans l'expression (11.73), on obtient 
péter Eee (11.79) 
MeVŸm me 
où 7, se calcule à l’aide de la formule (11.78). Dans un champ élec- 


trostatique, la mobilité des électrons est u, = 


=_ et la vitesse de- 
m 


ee e Z A 
dérive Vier = — PETER Toutes ces relations correspondent à une: 


em 
valeur moyennée de la mobilité, car en réalité la fréquence de colli- 
sions v et donc la mobilité u. dépendent de l'intensité du champ: 
extérieur é. 
Les gradients de concentration des particules dans le plasma font 
naître des courants de diffusion qui sont donnés pour les particules: 
de sorte k par l’expression 


GK = —Dx grad nx. (11.80) 


Ici, Gk est le nombre de particules de sorte k passant par unité de- 
surface et de temps. 

Le coefficient de diffusion est lié au libre parcours moyen et à la 
vitesse des particules de sorte k par la relation 


Di, = , (11.81) 
où la valeur moyenne est calculée en tenant compte de la fonction de 
distribution. Cette formule établie dans la théorie cinétique des gaz 
peut s'appliquer avec une bonne approximation aux particules char- 
gées du plasma, c'est-à-dire aux électrons et aux ions. 

Les coefficients de diffusion des électrons D, et des ions D, sont 
liés à leurs mobilités par les relations d’Einstein : 


Delve=KTle, 
Dili = AT ile. } (11.82) 


Comme pu. > mi et Te > Ti, De > Di. 

La diffusion des charges se produit en règle générale en présence 
d’un champ électrique. Dans ce cas les courants traversant le plas- 
ma sont donnés par la somme des courants de champ (engendrés par 
un champ électrique) et des courants de diffusion : 


j i.=enu.8 + eD, grad re, 
li: = ei 8—eD, grad ni, (11.83) 
j= je + js 
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Comme la vitesse de diffusion des électrons est plus grande que la 
“vitesse de diffusion des ions positifs, les électrons s’éloignent plus 
vite du centre de l'intervalle de décharge vers les parois du tube en 
laissant au centre une charge positive excédentaire. L’accumulation 
d’une charge négative au voisinage des parois du tube provoque à 
‘son tour une augmentation de la vitesse de diffusion des ions posi- 
tifs vers les parois et une diminution de la vitesse de diffusion des 
électrons, si bien qu'à l’état d'équilibre, pour une intensité d’ioni- 
‘sation constante dans le temps, les vitesses de diffusion des électrons 
«et des ions positifs vers les parois deviennent égales au sein du gaz. 
Une telle diffusion vers les parois des charges de signes contraires 
suivie de leur recombinaison près des parois est appelée diffusion 
-ambipolaire. Dans ces conditions, les courants d'électrons et d’ions 
td iennent égaux en valeur et si l’on admet de façon approchée que 


Zn; = n, on peut, en écrivant j. + j; = 0, obtenir à partir 
de (u. 83) 


je = — j; = eD, grad n, (11.84) 


où D, est le coefficient de diffusion ambipolaire ayant pour expres- 
sion 
Deui + Diue 


k 
Da = Rite # Te Mi (Te+ T';). (11.85) 


Dans un plasma isotherme, T,Æ T;, on a donc D, = 2D:. 
L'apparition de gradients de température des particules de sorte 
k donne lieu à des flux de chaleur : 


qu = —X4 grad T+. (11.86) 


‘On suppose ici que la température ne subit pas de changement notable 
sur le libre parcours moyen des particules. 

Le coefficient de conductibilité thermique A% est lié à la densité, 
à la chaleur spécifique à volume constant et au coefficient de diffu- 
Sion par la relation 


Kyx = PxCvDye (11.87) 


La conductibilité thermique du plasma se détermine essentielle- 
ment par le mouvement des électrons dont les vitesses thermiques 
sont plus grandes que celles des autres particules. Le coefficient de 
conductibilité thermique croît rapidement avec la température. 
Dans un plasma totalement ionisé il est proportionnel à T°? par 
suite de l'augmentation du libre parcours moyen des particules. 

Si, dans un plasma à haute température, il se produit une ionisa- 
tion thermique du gaz. le gradient de température conduit à l’appa- 
rition d'un gradient de concentration des électrons et des ions qui 
diffusent ensuile vers la région des plus faibles températures pour 
s'y recombiner en dégageant, sous forme de chaleur, une énergie eV; 
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(par paire de particules). Le coefficient de conductibilité thermique 


s'en trouve accru de D, eV, D, étant le coefficient de diffusion 


a OT 
ambipolaire. 

Le placement du plasma dans un champ magnétique extérieur 
modifie le caractère du mouvement des particules chargées, ce qui a 
une influence considérable sur les processus de transfert. Dans un 
champ magnétique B, les particules se déplacent suivant les lignes 
de force du champ en décrivant des trajectoires hélicoïdales. La pro- 
jection de la trajectoire de leur mouvement sur un plan perpendicu- 


laire à]B, est un cercle de rayon RL = = oùeet m sont la charge 
0. 


et la masse de la particule; v, est la composante de la vitesse per- 
pendiculaire au champ magnétique. La fréquence de rotation de la 
particule suivant ce cercle est ©, = eBo/m. 

Le champ magnétique s'oppose au mouvement des particules 
transversalement aux lignes de force et c’est seulement par suite 
d’une collision que la particule peut se déplacer d’une distance de 
l'ordre de R,. Si le rayon R, est très inférieur au libre parcours À 
des particules, c'est-à-dire si un plasma à faible densité est placé 
dans un champ magnétique intense, on dit qu'il est magnétisé. Dans 
un plasma magnétisé les particules ne subissent un déplacement ap- 
préciable dans la direction perpendiculaire au champ qu’après avoir 
parcouru une grande distance le long des lignes de force. Lorsque 
R1 5 À, l'influence du champ sur le mouvement des particules est 
peu sensible. En règle générale les électrons du plasma sont « ma- 
gnétisés » plus fortement que les ions. 

Ainsi, un fort champ magnétique freine les phénomènes de trans- 
fert dans le sens transversal de sorte que le déplacement transversal 
des particules est dû principalement à leurs collisions. 

Lorsque le plasma est placé dans un champ magnétique suffisam- 
ment intense, la conductibilité électrique, le coefficient de diffu- 
sion et le coefficient de conductibilité thermique sont des gran- 
deurs tensorielles et leurs composantes dans le sens perpendiculaire 
au champ décroissent proportionnellement à 1/B* (il est vrai que 
des instabilités de toute sorte dans le plasma peuvent produire leur 
effet et souvent les mesures expérimentales montrent que le coeffi- 
cient de diffusion transversale décroît suivant la loi 1/B;). 

Diagnostic du plasma. — Son but est la mesure des principaux 
paramètres du plasma et de leurs variations dans l’espace et dans 
le temps. Ceci concerne en premier lieu le spectre énergétique et la 
concentration des constituants du plasma. 

La méthode classique utilisée pour l'étude des caractéristiques 
physiques du plasma à décharge gazeuse est celle de la sonde de Lang- 
muir qui consiste à mesurer le courant parcourant une petite élec- 
trode chargée (sonde), de forme plane, sphérique ou cylindrique, 
placée dans le plasma. 

On applique à la sonde, que l’on introduit en règle générale à 
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travers la paroi latérale du tube à décharge, une tension V, par rap- 
port à une des électrodes et on mesure la variation du courant J, 
dans le circuit de la sonde en fonction de V,;, c'est-à-dire on relève la 
caractéristique de sonde. Une telle caractéristique de sonde est re- 
présentée schématiquement sur la fig. 11.20, a pour le cas où la 


in Ie 


b) 


Fig. 11.20 


tension V. est appliquée entre la sonde et l’anode. Le courant de 
charges total traversant la sonde est égal à la différence des compo- 
santes électronique et ionique: 


L=le— li (11.88) 


Pour de fortes valeurs négatives du potentiel V, (tronçon a-b), 
les électrons n’atteignent pratiquement pas la sonde et le courant de 
sonde est donc constitué uniquement par la composante ionique. 
Les électrons qui s’éloignent de la sonde laissent autour d’elle une 
enveloppe ionique qui met sous écran le potentiel négatif de la son- 
de. Pour de faibles courants Z,, le champ dû à la sonde est concentré 
dans une région dont la largeur est de l’ordre de grandeur du rayon 
de Debye rp, en dehors de laquelle le plasma peut être considéré 
comme non perturbé par la présence de la sonde. Le courant ionique 
pénétrant dans la sonde est égal au produit de la densité du courant 
ionique désordonné j; dans le plasma par la surface de l’enveloppe 
ionique entourant la sonde, car tous les ions du plasma qui pénètrent 
au cours de leur mouvement désordonné dans la région de l'enveloppe 
ionique sont attirés par la sonde. La croissance du courant ionique 
lorsque le potentiel de la sonde diminue (tronçon b-a) est due à 
l’élargissement de l’enveloppe ionique. 

Lorsque le potentiel de la sonde augmente (tronçon b-c-d), la 
tension qui freine les électrons diminue et ceux-ci, d’abord les plus 
rapides et ensuite lents, commencent à atteindre la sonde. La com- 
posante électronique qui compense d’abord le courant ionique (point 
c) devient ensuite supérieure à la composante ionique, si bien que le 
courant dans la sonde change de sens. Le potentiel de la sonde pour 
lequel Z; — 0 (point c) correspond au potentiel auquel est portée la 
paroi isolée se trouvant dans la région de la sonde. 
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Le passage au tronçon e-f correspondant au régime de saturation 
est légèrement aplati (tronçon d-e) du fait de l’action de la charge 
d'espace existant près de la sonde. Si l'on extrapole les tronçons 
linéaires, on obtient un point g qui détermine un potentiel égal au 
potentiel du plasma à l'endroit où est placée la sonde. A ce poten- 
tiel, la gaine ionique autour de la sonde disparaît et le courant 
dans la sonde devient égal à la différence des densités des courants 
électronique et ionique désordonnés multipliée par la surface de la 
sonde. La composante ionique du courant (tronçon k-i) peut être 
séparée, à ce potentiel, en extrapolant le tronçon a-b de la caracté- 
ristique de sonde, la composante électronique étant égale à la som- 
me des valeurs absolues du courant total de sonde et de la composante 
ionique. 

Pour une détermination plus précise de la position du point g 
correspondant au potentiel du plasma, on trouve la dérivée seconde 
de la caractéristique de sonde sur le tronçon d-e et on prend la va- 
leur de V, pour laquelle cette dérivée passe par son maximum pour 
le potentiel du plasma. 

Lorsque le potentiel de la sonde est plus élevé que celui du plas- 
ma, la sonde est entourée d’une gaine électronique et son courant 
est égal à la densité de courant électronique désordonné du plasma 
multipliée par la surface de la gaine. 

En utilisant la caractéristique de sonde, on peut déterminer J, 
et construire la courbe In 7, (V,) (fig. 11.20, b dans laquelle V, est 
comptée à partir du potentiel de la sonde égal au potentiel du plas- 
ma). Si la distribution des électrons du plasma selon les énergies obéit 
à la loi de Maxwell, la composante électronique du courant de sonde 
pour V, << 0 doit vérifier l'expression 


el Vs ( 
—— 11.89 
I, = Te RTe L ( ) 
Où Leo = Te lv=o, et la variation de In 7, (V:) doit être linéaire: 
v 
Ine=in Lost. (11.90) 


La tangente de l’angle que cette droite fait avec l'axe des abscis- 
ses se détermine par la température du gaz électronique : 


tg p = e/(KT.), (11.91) 
d'où 
e ___ 116m 
He UT Lie 


Ainsi, les mesures à l’aide de la sonde permettent de déterminer 
plusieurs paramètres essentiels du plasma (par exemple, les poten- 
tiels du plasma et de la paroi isolée, les densités des courants élec- 
tronique et ionique désordonnés, la température du gaz électroni- 
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que) et de calculer à l’aide des formules (11.60) les concentrations 
des électrons et des ions positifs. 

Les courbes In 7, (V.) obtenues par voie expérimentale compor- 
tent un tronçon linéaire pour V, << 0, ce qui confirme la justesse de 
la supposition relative à la distribution maxwellienne des électrons 
selon l'énergie dans le plasma à décharge gazeuse. 

Les causes d’erreurs caractérisant l'étude du plasma par la mé- 
thode de la sonde sont les suivantes. La sonde introduite dans le 
plasma déforme la distribution du champ et cette distorsion est 
d’autant plus forte que les dimensions de la sonde sont plus grandes 
et le courant qui la traverse est plus intense. C’est pourquoi on 
cherche à rendre les dimensions de la sonde aussi petites que possi- 
ble. Ce faisant, on doit quand même tenir compte du fait que lorsque 
les dimensions de la sonde sont très petites, tous les électrons ayant 
pénétré dans la région de la gaine ionique ne frappent pas la sonde, 
certains d’entre eux passent sans l’atteindre. 

Les flux d'ions, d’atomes métastables et de photons peuvent 
provoquer l'émission électronique secondaire et l'émission photoélec- 
tronique à partir de la surface de la sonde chargée négativement. 
Lorsque le potentiel de la sonde est voisin de celui du plasma, la 
sonde peut être échauffée par le courant électronique intense, ce qui 
peut donner lieu à une émission thermoélectronique. 

La distribution des particules chargées selon leur énergie se trou- 
ve modifiée, surtout dans le cas des hautes pressions et des faibles 
valeurs du libre parcours moyen des particules, par suite de la dif- 
fusion des électrons par les atomes gazeux dans les limites de l’épais- 
seur de la gaine ionique entourant la sonde, de l’ionisation et de 
l'excitation des atomes par chocs électroniques ainsi que par suite 
de la réflexion des électrons sur la surface de la sonde. En outre, la 
présence de la sonde peut favoriser l'apparition d'oscillations de la 
ie d'espace dans le plasma et donc l'apparition d’électrons rapi- 

es. 

Les mesures à l’aide de la sonde deviennent très difficiles à réali- 
ser lorsque le plasma est soumis à l’action de champs magnétiques 
intenses. 

Pour rendre les mesures plus simples et plus précises, on utilise 
souvent des sondes à plusieurs électrodes comportant une électrode 
principale et quelques électrodes auxiliaires. Pour l’étude de la 
distribution dans le plasma d’un champ magnétique on a recours à 
des sondes magnétiques spéciales réalisées sous forme de boucles en 
fil introduites dans le plasma. Le courant électrique induit dans de 
telles sondes est proportionnel à dB/dt. 

Pour éviter les inconvénients propres à la méthode de la sonde, on 
applique diverses méthodes d’étude sans contact qui ne provoquent 
qu'une distorsion minimale du spectre énergétique des particules du 
plasma et de plus peuvent être utilisées dans des conditions excluant 
l'emploi de sondes, par exemple, aux hautes températures. 

Une information importante sur l’état énergétique du plasma peut 
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être fournie par l'étude de l’intensité et de la composition spectrale 
du rayonnement émis par le plasma qui dépendent de la concentration 
et de la température des particüles chargées (méthode spectrométri- 
que de diagnostic). D’ après l'intensité des raies du spectre de rayon- 
nement des atomes excités par les chocs électroniques et ensuite dé- 
sexcités on peut déterminer la température électronique T.. Le 
spectre continu des rayonnements de recombinaison et de freinage 
permet d'obtenir des renseignements sur la concentration et la tem- 
pérature des électrons du plasma. La méthode spectrométrique d’étu- 
de du plasma est bien développée dans un domaine de fréquences 
très large qui s'étend de l’infrarouge aux rayons X. 

La méthode de diagnostic corpusculaire est fondée sur l'étude du 
rayonnement corpusculaire du plasma d’une part et de son interac- 
tion avec un flux de particules chargées d’autre part. L'étude des 
faisceaux de particules émises par le plasma à l’aide de la méthode 
de spectrographie de masse ainsi qu’à l’aide de détecteurs de parti- 
cules surtout très lentes et très rapides permet d’analyser le spectre 
énergétique des particules dans le plasma. D'après l’affaiblissement 
subi par un faisceau de particules issu d’une source extérieure et tra- 
versant le plasma on peut juger du degré d'ionisation du plasma et 
de sa concentration en particules chargées. La déviation de ce fais- 
ceau permet également de juger de l'intensité et de la direction des 
champs régnant au sein du plasma, alors que la modulation du fais- 
ceau par énergies témoigne de la présence d'’oscillations de plasma. 

Une méthode importante de diagnostic consiste à étudier l’inte- 
raction du plasma avec un rayonnement électromagnétique dans le do- 
maine des micro-ondes et des ondes lumineuses. 

Pour un plasma sans collisions (v,, ©), la permittivité relative 
peut être déterminée à partir de (11.74) en posant v,, = 0 


Ep = &r = 1 — wf/w°. (11.93) 


On en trouve les valeurs de l’indice de réfraction de la lumière 
par le plasma n, et celles des vitesses de phase et de groupe de l’onde 
électromagnétique : 


steel | 
m=<=e(1-$)" pu (11.94) 
ét | 


Ici,cest la vitesse de la lumière. La concentration des électrons dans 
le plasma pour laquelle ©, = © est appelée concentration critique 


661 


necr. En introduisant dans l'égalité ©, = o la valeur de w, donnée 
par l'expression (11.66), on obtient 


le er = peu? = 1,12-10181-2, (11.95) 


où n..r est exprimée en m* et la longueur d’onde À en mètres. 
On en tire 


ep = 1 — (nn. cr). (11.96) 


A la différence des diélectriques ordinaires, la permittivité rela- 
tive du plasma est inférieure à l’unité et la vitesse de phase de l’onde 
électromagnétique est supérieure à la vitesse de la lumière. Lorsque 
Re ENecrr l'influence du plasma sur la propagation de l’onde est 
faible parce que e, Æ 1, mais dès que la concentration électronique 
s'approche de n. = nr, er, Cette influence croît brusquement et e, — 0. 
La vitesse de groupe qui caractérise la propagation de l'énergie de 
l'onde tend elle aussi vers zéro. 

Pour &, > © ou ne > Regrr la permittivité relative du plasma 
devient négative, et l'indice de réfraction prend une valeur imagi- 
naire. Ceci signifie que l’onde se réfléchit sur des régions du plasma 
où la concentration des électrons est supérieure à la valeur critique et 
que dans le plasma lui-même elle décroît suivant une loi exponen- 
tielle. Dans un plasma à haute pression du gaz, lorsque v,, est de 
l’ordre de grandeur de w, la permittivité relative s'exprime par 


Re (11.97) 


re er 1+(Vm/0)° ? 


elle s’annule pour des valeurs de n, supérieures à ne. 

En faisant traverser le plasma par des rayonnements de diffé- 
rentes fréquences et en déterminant la fréquence de coupure pour 
laquelle le rayonnement cesse de passer à travers le plasma et le 
coefficient de réflexion accuse une brusque croissance, on trouve &p 
et donc la concentration électronique n.. Dans le domaine des hyper- 
fréquences on peut étudier, en tenant compte des conditions de cou- 
pure, le plasma à concentration électronique comprise entre 1016 et 
101 m, alors que le passage au domaine optique permet d’aug- 
wenter ces valeurs de plusieurs ordres de grandeur. 

La méthode de la coupure ne fournit qu’une information limitée 
sur les paramètres du plasma. Une méthode nettement plus efficace 
est basée sur l’interférence de deux rayons dont l’un traverse le 
plasma. La vitesse de phase de propagation de l'onde électromagné- 
tique dans le plasma diffère de celle dans le vide, ce qui prédéter- 
mine une différence de phase des rayons: 

: 
\ {n'— n (x)] dx, (11.98) 


0 


2n 
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où L est la dimension du plasma; ni, l'indice de réfraction du milieu 
en dehors du plasma (dans le vide, n4 — 1); n,, l'indice de réfrac- 
tion du plasma. 

En dirigeant les deux rayons sur un écran (interféromètre, plaque 
photographique, photocathode, etc.), on détermine A d’après les 
figures d’interférence et, en mesurant en même temps l’affaiblisse- 
ment du rayon dans le plasma, on obtient une information sur la 
concentration des électrons et sa variation dans le temps et dans 
l’espace, sur la fréquence de collisions v, ainsi que sur les dimen- 
sions du plasma et sur les différentes inhomogénéités du plasma. Dans 
un plasma inhomogène, n, = mi (x, y, z), ce qui fait dévier d’un 
certain angle le rayon ayant traversé le plasma et provoque une 
modification de la figure obtenue sur l'écran. 

En interprétant les résultats des études, on doit tenir compte du 
fait que la valeur de n, est influencée par la présence d’un gaz neutre, 
surtout dans le cas où sa concentration est voisine de la concentra- 
tion électronique, ainsi que par le présence d’un champ magnétique, 
la valeur de 7, dépendant de la direction de propagation de l'onde 
par rapport à la direction du champ et de la polarisation de l'onde. 
D'après l’angle dont tourne le plan de polarisation du rayon à la 
traversée du plasma on peut évaluer l'intensité du champ %#. 

Dans le cas de hautes concentrations des particules du plasma 
les mesures sont effectuées dans le domaine optique. Des études in- 
tenses dans ce domaine ont commencé après l’apparition de lasers. 
Les lasers émettent un rayonnement monochromatique de grande 
puissance caractérisé par une directivité très aiguë et un haut degré 
de cohérence, ce qui a permis d'étendre au domaine optique les mé- 
thodes bien développées en hyperfréquences (et notamment la métho- 
de interférométrique d'étude du plasma). Le haut degré de cohérence 
du rayonnement laser prédétermine un haut pouvoir de résolution 
des méthodes optiques. Le faisceau laser très étroit donne la possibi- 
lité de détecter de petites inhomogénéités spatiales du plasma. L'ob- 
tention d'impulsions puissantes de courte durée permet d'étudier 
des processus qui se déroulent dans le plasma pendant des interval- 
les de temps très courts (éclats, étincelles et autres). 

Une onde qui a traversé le plasma peut être enregistrée sur une 
plaque photographique par la méthode holographique et rétablie en- 
suite pour être comparée avec une autre onde qui a traversé le plas- 
ma à un autre instant de temps, ce qui fournit une information sur 
les changements qui interviennent dans le plasma. 

L'interprétation des résultats des mesures effectuées à l’aide d’un 
rayonnement laser de grande puissance se heurte à des difficultés 
liées à l’apparition dans le plasma de fortes intensités du champ 
électrique (jusqu’à 10!° V/m). Il en résulte que les caractéristiques 
optiques du plasma commencent à dépendre de la puissance du rayon- 
nement. 

Une information importante sur la concentration et la tempéra- 


663 


ture de tous les constituants du plasma ainsi que sur la fréquence de 
collisions des électrons avec les autres particules peut être obtenue 
en étudiant le spectre et l’intensité d’un rayonnement dans le do- 
maine des micro-ondes ou des ondes optiques diffusées par le plasma. 
L'intensité de la lumière diffusée par le plasma étant bien faible, le 
rôle des mesures dans le domaine optique s’est accru tout particuliè- 
rement après l'avènement des lasers dont le rayonnement se caracté- 
rise par une densité spectrale extrêmement élevée. Ceci a permis de 
détecter le rayonnement diffusé par le plasma sur le fond du rayon- 
nement propre du plasma. 

Dans un plasma de faible densité, pour {€ 2nrp (l étant la dis- 
tance entre les couches du plasma où la phase du rayonnement dif- 
fusé varie de 2x; rp, le rayon de Debye), les électrons diffusent le 
rayonnement l’un indépendamment de l’autre, de sorte que le rayon- 
nement diffusé vaut la somme des rayonnements des électrons dis- 
tincts oscillant dans le champ de l’onde lumineuse (diffusion de 
Thomson)®). D'après le spectre et l'intensité du rayonnement on 
peut déterminer la fonction de distribution des vitesses et la con- 
centration électronique. Pour ! 5 2xrp, des effets collectifs com- 
mencent à jouer un rôle dans le plasma, il y a apparition d'’oscilla- 
tions de plasma, de sorte que le rayonnement diffusé comporte dans 
son spectre deux pics de fréquences © + ©, et © — w, d’après les- 
quels on détermine &, et n.. 


$ 11.5. Décharges par étincelle, en couronne 
et à haute fréquence 


Décharge par étincelle. — Cette forme de décharge se produit 
pour une pression du gaz voisine de la pression atmosphérique (ou 
légèrement supérieure) et de fortes 
tensions appliquées entre les électro- 
des. La variation de l'intensité dis- 
ruptive du champ électrique dans 
l’air à p & 105 Pa en fonction de la 
distance entre les électrodes planes 
parallèles est représentée sur la fig. 
11.21. 

A l'instant de la décharge disrup- 
tive on observe des canaux lumines- 
cents constitués d’étincelles qui com- 
mencent et se terminent à de diffé- 
28 rents endroits de l'intervalle de dé- 

5 10 15 20 25d"mm charge mais non nécessairement sur 

: les électrodes. 
LE À une pression de l'ordre de la 
pression atmosphérique, lorsque le 


Eum #V/em2 : 


@) Pour plus de détails, voir $ 4.5. 


664 


produit de la concentration des atomes gazeux par la longueur de 
l'intervalle de décharge dépasse 10% m*, la tension d’amorçage 
d'une décharge par étincelle (terision disruptive) ne dépend prati- 
quement pas du matériau constituant la cathode et le temps d’éta- 
blissement de la décharge est inférieur de deux ordres de grandeur au 
temps prédit par la théorie des avalanches électroniques de Town- 
send qui ne peut pas donc être appliquée à l'explication des processus 
qui se déroulent dans une décharge par étincelle. 

La théorie de la décharge par étincelle est basée sur le concept 
d'avalanches uniques dans l'intervalle de décharge qui conduisent 
à la formation de streamers. Le streamer est un canal étroit, haute- 
ment conducteur, caractérisé par un degré élevé d'ionisation du gaz 
qui se propage de la cathode vers l’anode (streamer négatif) ou de 
l’anode vers la cathode (streamer positif) à une vitesse de l’ordre de 
105 à 10% m/s. 

Le développement de la décharge par étincelle peut se décrire 
d'une façon un peu simpliste suivante. Lorsqu'une haute tension est 
appliquée entre les électrodes, une avalanche électronique prend 
naissance dans la région adjacente à la cathode et se propage en 
croissant vers l’anode. En plus des processus d’ionisation, cette ava- 
lanche est le siège des processus d'excitation des atomes du gaz, 
l'énergie d’excitation peut être plus grande que l'énergie d'’ionisa- 
tion si ce sont les électrons des couches internes ou les atomes déjà 
ionisés qui subissent l'excitation. Les atomes ou ions excités passent 
à l'état non excité pendant un temps inférieur à 10-% s en émettant 
des quanta de rayonnement d'énergie suffisante pour ioniser des 
atomes au sein du gaz. Le rayonnement photoionisant peut aussi 
avoir pour origine l'émission de quanta lors des collisions entre les 
molécules excitées et non excitées. C’est ainsi que dans l'intervalle 
de décharge apparaissent des avalanches supplémentaires dues à la 
photoionisation du gaz. Les plus importantes pour le développement 
de la décharge sont celles d’entre elles qui se forment au voisinage 
de l’avalanche principale ou entre cette dernière et l’anode. La 
charge positive constituée par les ions dans le canal de l’avalanche 
principale attire par son champ, si celui-ci est plus intense que le 
champ de l’anode, les avalanches supplémentaires en augmentant 
ainsi la puissance de l'avalanche principale en mouvement vers 
l'anode. À mesure que l’avalanche principale s'approche de l’anode, 
sa tête s’élargit par suite de l'entraînement des avalanches auxiliai- 
res ainsi que du fait du mouvement par diffusion des charges. 

Tel est le mécanisme selon lequel se développe un streamer néga- 
tif. La haute vitesse de sa propagation vers l’anode est due à la 
photoionisation du gaz par les quanta de rayonnement qui dépassent 
l’avalanche principale. La décharge par étincelle ne peut s’amorcer 
que sous une haute pression du gaz assurant l'intensité nécessaire 
du rayonnement photoionisant et une concentration convenable 
d’atomes photoionisés. 
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Ayant atteint l'anode, l’avalanche principale donne naissance à 
un streamer positif. Les électrons possédant une grande mobilité 
quittent l’avalanche pour l’anode en laissant une colonne de charge 
positive des ions qui commence à progresser vers la cathode en s’'at- 
tirant des avalanches auxiliaires produites par la photoionisation 
du gaz dans l’espace entre la colonne positive et la cathode. C'est 
<e qui explique la grande vitesse du streamer positif qui ne saurait 
être assurée uniquement par les mouvements des ions positifs lents 
vers la cathode. Quand la colonne positive s'approche de la cathode, 
l'intensité du champ électrique près de la cathode s'accroît brus- 
quement et le courant entre la cathode et la colonne positive aug- 
mente tant du fait de la photoionisation du gaz que du fait des pro- 
cessus y. Le courant électronique neutralise la charge spatiale posi- 
tive en la transformant en une région de plasma. À l'instant où le 
streamer positif atteint la cathode le courant s'accroît brusquement. 
une «onde d'ionisation » parcourt le canal dont la conductivité 
augmente aussi brusquement. Dans le canal hautement conducteur 
la vitesse des électrons atteint une très grande valeur, jusqu'à 
10* m/s et la température du gaz s'élève à —10* K. La libération 
d'une forte énergie pendant un court intervalle de temps a pour effet 
de provoquer une brusque augmentation de la pression et l’appari- 
tion d’une onde de choc dans le gaz s’accompagnant d'’effets so- 
nores. 

Une brusque augmentation de la conductibilité de l'intervalle de 
décharge assure le passage de la décharge par étincelle en une déchar- 
ge par arc si la source d’alimentation est suffisamment puissante ou, 
dans le cas d'une source de faible puissance, la cessation de la dé- 
charge jusqu'à l'instant où la tension appliquée entre les électrodes 
atteint de nouveau la valeur disruptive. L’érosion des électrodes qui 
se produit lors de la décharge par étincelle peut être utilisée pour 
l'usinage des métaux. 

Décharge en couronne. — La décharge en couronne est une forme 
particulière de la décharge autonome qui s’observe le plus nettement 
sur des électrodes à faible rayon de courbure sous une pression voi- 
sine de la pression atmosphérique. D’après son caractère elle res- 
semble à la décharge luminescente dans un champ électrique forte- 
ment inhomogène mais offre quelques particularités. L'énergie élec- 
trique s’y transforme essentiellement en énergie thermique par le 
transfert de l'impulsion des ions aux molécules du gaz. Dans la 
décharge en couronne la probabilité de recombinaison des charges 
est faible et les pertes par rayonnement sont petites. 

La décharge en couronne se distingue par l’ionisation et la lu- 
minescence du gaz dans une mince couche adjacente à l’électrode à 
faible rayon de courbure. Cette couche s'appelle région de couronne, 
alors que l'intervalle restant jusqu’à la seconde électrode est appelé 
région extérieure ou sombre. C'est la région extérieure qui détermine 
le courant de décharge. L’intensité du champ y est peu élevée et 
l'ionisation par choc est pratiquement nulle. 
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Lorsque la tension appliquée entre les électrodes augmente, les 
dimensions de la région de couronne augmentent de même que sa 
luminescence et le courant de décharge. Pour une tension déterminée 
la région de couronne occupe tout l'intervalle de décharge entre 
électrodes et il se produit une décharge disruptive par étincelle. 

Le courant de décharge en couronne peut être déterminé en ré- 
solvant l'équation de Poisson pour la région extérieure. Dans le cas 
des électrodes coaxiales de longueur unité on obtient la formule sui- 
vante pour la caractéristique courant-tension : 


JTE VE Fam). : (11.99) 
:à rb 
ri, In — 
Ta 
où u est la mobilité des porteurs de charge dans la région extérieure ; 
V, la tension agissant sur l'intervalle de décharge; Vam , la tension 
d’amorçage de la décharge en couronne; r, et r, sont les rayons des 
électrodes intérieure et extérieure. 

L'intensité initiale du champ électrique (en kV/m) qui provoque 
une décharge en couronne dans l’air est déterminée pour des élec- 

trodes coaxiales par la formule empirique de Pick 


Eam = 8,1-108 (1+- EE), (11.100) 
Ôra 
où 6 est le rapport de la densité d'air à sa densité pour p — 105 Pa 
et 7 = 300 K; r,, le rayon de l'électrode de couronne en m. 

Les phénomènes physiques qui se déroulent dans la décharge en 
couronne peuvent se décrire le plus commodément sur l'exemple d’in- 
tervalle de décharge entre deux électrodes coaxiales. 

On dit que la couronne est négative si l'électrode à petit rayon 
de courbure est la cathode et positive si l’électrode de couronne est 
portée à un potentiel positif. Si les deux électrodes ont un petit rayon 
de courbure, elles sont toutes les deux entourées de couronne (dé- 
charge bipolaire). En coordonnées cylindriques, l'intensité du champ 
électrique régnant entre les électrodes coaxiales est inversement pro- 
portionnelle au rayon et donc est maximale près de l’électrode inté- 
rieure et décroît au fur et à mesure que l’on s’en éloigne. 

Dans le cas où l’électrode intérieure constitue la cathode, un 
électron peut être arraché à sa surface (par le choc d’un ion ou d'un 
atome incident par exemple) qui donne naissance, dans un champ 
électrique intense, à une avalanche électronique. L'’ionisation s’ac- 
compagne de l’excitation des atomes gazeux si bien que la région au- 
tour de la cathode devient une source de lumière. En bombardant 
la cathode, les quanta de rayonnement augmentent le nombre d’a- 
valanches électroniques. Il y a tout lieu de supposer que l’éjection 
des électrons par la cathode se fait aussi par émission de champ à 
partir des irrégularités (rugosités) de la surface. 
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Puisque le champ électrique décroît à mesure que l'on s'éloigne 
de la cathode, les électrons en mouvement vers l’anode perdent ra- 
pidement leur énergie. Il en résulte la formation, hors de la région 
de couronne, d’un espace où les avalanches électroniques n'existent 
pas. Dans cet espace les électrons adhèrent aux molécules du gaz en 
constituant des ions négatifs qui dérivent lentement vers l'anode. 
Le courant anodique est limité par la charge spatiale négative des 
ions en dérive. Dans des gaz électropositifs les ions négatifs ne se 
forment pas, de sorte que le courant qui parcourt le circuit exté- 
rieur est purement électronique. 

Dans une couronne positive, lorsque l’anode est constituée par 
l’électrode intérieure, un électron se trouvant par hasard près de 
cette électrode peut donner lieu à la formation d'une avalanche élec- 
tronique. Les ions positifs frappent la cathode en lui arrachant des 
électrons qui seront à leur tour accélérés lors de leur mouvement 
vers l'anode. Au début (dans la région extérieure), le champ qui les 
accélère est peu intense, de sorte que les électrons se déplacent à une 

I faible vitesse et adhèrent aux molécules 

du gaz en formant des ions négatifs. Ces 

1 derniers dérivent lentement vers l'anode, 

dans la région des intensités du champ plus 

élevées et, lorsque le rapport € /p devient 

supérieur à environ 70 V/(m-Pa), les ions 

négatifs se détruisent et les électrons libérés 

donneront naissance à des avalanches élec- 
troniques se propageant vers l’anode. 

Le mécanisme que nous venons de dé- 

Fig. 11.22 crire ne joue pas de rôle très important pour 
l'entretien de la couronne positive étant 
donné le grand rayon de courbure de la cathode et son éloignement. 
Un mécanisme sensiblement plus probable est celui dela photoionisa- 
tion du gaz par le rayonnement de la couronne positive, ce qui a pour 
effet de provoquer la formation d’avalanches électroniques qui sont 
attirées par l’anode et augmentent en quelque sorte, par leur colonne 
positive, les dimensions de l’anode. 

Le courant de décharge est limité par la charge d'espace des ions 
en dérive dans la région extérieure. La région extérieure de la déchar- 
ge joue le rôle d'une forte résistance ballast stabilisant la décharge 
en couronne qui peut donc s'effectuer d’une façon stable sans être 
limitée par le circuit extérieur. La mobilité des porteurs de charges 
dans la région extérieure étant plus élevée dans la couronne néga- 
tive que dans la couronne positive, la caractéristique courant-ten- 
sion de la couronne négative (courbe J de la fig. 11.22) est plus ascen- 
dante que celle (courbe 2) de la couronne positive, toutes choses étant 
égales par ailleurs. 

Le courant dans la région extérieure d'une décharge bipolaire est 
la somme des courants des ions négatifs et positifs. 
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Dans certaines conditions, le courant de décharge en couronne 
commence à fluctuer à tension constante appliquée entre les élec- 
trodes. Ces fluctuations ne prennent naissance qu'en présence 
d’impuretés constituées par des gaz électronégatifs. Le nuage d’ions 
négatifs qui se forme dans la couronne négative limite le courant de 
décharge. Lorsqu'il se dissipe en s’éloignant de la cathode, le cou- 
rant s’accroît en augmentant de nouveau le nuage d'ions qui diminue 
le courant et ainsi de suite. [l en résulte, dans le circuit extérieur, 
l'apparition d’impulsions de courant régulières (impulsions de 
Trichell) dont la fréquence de répétilion se détermine par le temps 
de résorption de la charge d'espace négative. Lorsque la tension aug- 
mente, ce temps diminue et la fréquence de répétition des impulsions 
augmente. Dans des gaz uniquement électropositifs les impulsions 
de Trichell ne s’observent pas. Dans le cas de la couronne positive, 
on peut également observer des fluctuations de courant non régulières 
dans le temps, dues à la formation d’avalanches électroniques ou de 
streamers. 


La décharge en couronne est utilisée dans les filtres électriques, 
les compteurs de particules chargées, les stabilisateurs à haute ten- 
sion et dans certains autres appareils ioniques. En même temps la 
décharge en couronne est la cause de pertes d'énergie importantes, 
surtout dans les lignes de transport de haute tension. 


Décharge à haute fréquence. — Si les électrodes du tube à dé- 
charge sont soumises à une tension alternative, l’allure de la déchar- 
ge varie et le caractère de cette variation dépend de la fréquence du 
signal appliqué. 

Aux basses fréquences, la décharge est analogue à celle qui se 
produit dans un champ constant dans laquelle la position des domai- 
nes cathodiques et anodiques varie périodiquement. La seule diffé- 
rence tient à ce que le degré d'ionisation est un peu plus élevé au 
début de chaque demi-période du fait de la décharge qui s’est produite 
pendant la demi-période précédente. 


Lorsque la fréquence s'élève, le caractère de variation de la dé- 
charge devient différent. A partir d’une certaine fréquence critique 
les différentes régions de la décharge n'arrivent pas à se redistribuer 
au cours de chaque demi-période si bien que la décharge devient sy- 
métrique : on ne peut pas la décomposer dans le temps en deux déchar- 
ges orientées dans des sens opposés dans l’espace. La fréquence criti- 
que pour laquelle la décharge commence à se transformer en une 
décharge à haute fréquence dépend du type de décharge. Pour des 
avalanches de Townsend de la décharge luminescente, elle correspond 
approximativement à 40 kHz, et pour la décharge en étincelle, à 
10 MHz. Dans une décharge d’arc les deux électrodes s'échauffent 
simultanément, de sorte que la décharge devient symétrique pour 
des fréquences de 0,1 à 1 kHz. Si la fréquence croît davantage, la 
décharge de toute forme passe par deux états caractéristiques. D'a- 
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bord, l'amplitude du déplacement des particules lourdes devient 
inférieure aux dimensions linéaires du tube à décharge, de sorte que 
ces particules ne bombardent pas les électrodes. Puis, pour des fré- 
quences plus élevées, il en est de même pour les électrons et la dé- 
charge se transforme en une décharge à ultrahaute fréquence (UHF). 
Dans ce dernier cas, on peut considérer les ions positifs comme immo- 
biles et ne tenir compte que des oscillations des électrons, en rédui- 
sant le rôle des ions positifs à la formation du champ de la charge 
d'espace positive. 

La décharge à haute fréquence a ceci de particulier que la plupart 
de ses types dépendent faiblement des processus qui se déroulent sur 
les électrodes. Cette décharge peut se produire même si les électrodes 
sont reportées en dehors du tube à décharge ou si son excitation est 
assurée par un champ magnétique variable d’un solénoïde, lorsque 
les électrodes n’existent pas en général et le tube à décharge devient 
analogue à l'enroulement secondaire d’un transformateur dans le- 
quel est induit un courant (décharge sans électrodes). Une telle dé- 
charge se produit, par exemple, dans des installations de réaction 
de fusion contrôlée du type « Tokamak ». 

Le type le plus répandu de décharge autonome à UHF est la dé- 
charge en arc qui apparaît dans les parties des cavités résonnantes 
et des guides d'ondes où l'intensité du champ électrique est maxima- 
le et ceci dans une gamme suffisamment large de pressions. D’après 
son aspect extérieur la décharge d’arc UHF ressemble à la colonne 
positive de la décharge en arc à tension continue, elle se contracte 
pour une pression supérieure à environ 10° Pa. L’explication du mé- 
canisme selon lequel se produit la décharge d’arc UHF se heurte à des 
difficultés liées en particulier au fait qu'une telle décharge peut se 
produire pour une très faible intensité du champ électrique, de l’or- 
dre de 10% V/m. L'énergie maximale qu’un électron peut acquérir 
dans le champ d’une telle intensité est très inférieure à l'énergie 
d’ionisation des atomes gazeux. 

Le fonctionnement des appareils HF et UHF peut également 
s'accompagner de décharges à haute fréquence par étincelle, en cou- 
ronne et en flambeau. La couronne à haute fréquence se trouve pé- 
nétrée par des stries lumineuses brillantes qui s'évanouissent loin de 
l’électrode de couronne. Lorsque la tension augmente, la décharge 
en couronne se transforme en une décharge d'arc ou par étincelle 
suivant la puissance de la source d'alimentation. La décharge en 
flambeau apparaît à la pression atmosphérique pour des fréquences 
supérieures à plusieurs mégahertz aux points où l'intensité du champ 
électrique est maximale. Elle a la forme de la languette de flamme 
(flambeau). La deuxième électrode est constituée dans ce cas par la 
terre sur laquelle la décharge se ferme par le courant capacitif. 

Par analogie avec les décharges à courant continu, les décharges à 
haute fréquence peuvent être subdivisées elles aussi en autonomes 
et non autonomes. Dans un champ à haute fréquence de forte inten- 
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sité, le gaz est ionisé par des électrons oscillants, ÿ compris par ceux 
qui résultent de l’ionisation; il se produit une décharge disruptive 
dans l'intervalle de décharge et. une décharge autonome s'établit 
pendant un temps de l'ordre de 10-# à 10-° s. De même que dans le 
cas de la décharge à courant continu, l'intensité du champ d’amor- 
çage €am a la valeur minimale pour une pression déterminée du 
gaz (fig. 11.23). La croissance de £am pour de fortes pressions du 
gaz est liée à la diminution de l'énergie acquise par l’électron entre 
deux collisions successives. Pour de petites pressions, la croissance 
de £sm S’explique par l’auymentation du nombre de particules 
chargées qui quittent la décharge par diffusion ainsi que par la di- 
minution du nombre de collisions ionisantes et par une accélération 
moins efficace des électrons par le champ (pendant le temps de libre 
parcours de l’électron le champ change de signe plusieurs fois). Pour 
la même raison, à faibles pressions du gaz le champ fam augmente 
avec la fréquence du champ. Pour des pressions plus élevées, l’aug- 
mentation de la fréquence entraîne une baisse de éam parce que, à ce 
qu'il paraît, le gaz n'arrive pas à se désioniser partiellement vers le 
début de chaque demi-période suivante d’oscillations. 

Si le plasma de la décharge gazeuse est placé dans un champ ma- 
gnétique constant, l'intensité du champ électrique nécessaire pour 
l’amorçage de la décharge diminue brusquement si la fréquence du 
champ électrique variable est égale à la fréquence cyclotronique (à 
condition que la fréquence de collisions des électrons soit très infé- 
rieure à la fréquence du champ électrique). 

Aux faibles pressions et petites dimensions de l'intervalle de 
décharge, la longueur du libre parcours moyen des électrons peut 
devenir comparable avec les dimensions du tube à décharge si bien 
que la décharge sera provoquée par l’émission électronique secondaire 
à partir des parois. La probabilité d'un tel mécanisme de l’amor- 
çage de la décharge est surtout grande dans le cas où le temps de 
transit d’une paroi à l’autre est égal à la demi-période du champ 
(décharge résonnante par émission secondaire) 4), 

Il est intéressant d'examiner le comportement d’un plasma à 
décharge gazeuse produit par un agent ionisant extérieur ou un champ 
électrique constant, qui est soumis à l’action d’un champ électrique 
à haute fréquence (y compris du champ d'un rayonnement électro- 
magnétique). En résolvant les équations du mouvement d’un élec- 
tron et d’un ion dans le champ 6 = 6, sinwt, on peut trouver 
des expressions pour leurs vitesses et déterminer à partir de ces 
expressions l'énergie cinétique qu'ils reçoivent dans le champ. Si l'on 
calcule ensuite le rapport des énergies maximales acquises par l'élec- 
tron et par l'ion, on constate que ce rapport est égal à l'inverse du 
rapport de leurs masses. Ceci signifie que l'énergie reçue par les 
électrons de la part d’un champ à haute fréquence est supérieure de 


() Pour plus de détails, voir $ 2.4. 
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Plusieurs ordres de grandeur à l'énergie acquise par les ions positifs. 
[l en est de même pour des amplitudes d'’oscillations des électrons 
et des ions. On peut donc négliger le mouvement des ions sous l’ac- 
tion du champ à haute fréquence. 

Les formules donnant la conductivité du plasma dans un champ 
variable ont été obtenues au $ 11.4. Ainsi qu'il résulte de (11.73), 
la conductivité est maximale pour v, — o, et comme v, se déter- 
mine par la pression p du gaz, il est évident que la courbe traduisant 
la variation © (p) doit comporter un maximum (fig. 11.24). Pour 
© = Vm, le transfert de l'énergie du champ UHF au plasma est le 
plus efficace et la puissance nécessaire à l’amorçage de la décharge 
est minimale. 

Une étude théorique de la décharge UHF doit se baser sur le cal- 
cul de la fonction de distribution des électrons selon les vitesses et 
les coordonnées qui permettra ensuite d'obtenir des expressions pour 
la densité de courant et le coefficient de diffusion des électrons. La 
résolution de l'équation du mouvement à l’approximation de l’« élec- 
tron moyen » (v. $ 11.4) ne peut servir qu'à des estimations quali- 
tatives. Elle ne permet pas en particulier de définir la condition 
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d’amorçage de la décharge. Ce sont précisément les électrons rapides, 
dont l'énergie est plus grande que celle d’un « électron moyen » et 
que eV,, qui provoquent les actes d'ionisation et, lorsque la vitesse 
de formation de nouveaux électrons devient égale à la vitesse d'’éli- 
mination des électrons de la décharge, des conditions se trouvent 
créées pour une décharge stationnaire. 

Une approche rigoureuse du problème consiste à résoudre l’équa- 
tion cinétique pour des électrons afin de déterminer la fonction de 
distribution, ce qui est assez difficile à faire. 

En analysant l'équation cinétique, on peut déterminer les condi- 
tions dans lesquelles tous ses termes varient dans une même propor- 
tion, c'est-à-dire que la fonction de distribution reste inchangée. 
En d’autres termes, on peut établir les conditions de similitude des 
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décharges UHF. Les conditions les plus importantes seront 
li/le = 2/0 —= ÉslE —= Pe/Pi = k. (11.104) 


Les équations de l'électrodynamique permettent de les compléter 
par les conditions suivantes: 


Neslnei = Pe/Pi = jolj = K?. (11.102) 


Ici, / est la dimension linéaire du tube à décharge; p, la densité de 
la charge d'espace des électrons; k, un facteur de proportionnalité. 

Les invariants par rapport à une telle transformation pour une 
décharge UHF seront en particulier pl, €/p, w/p, j/p®?, n.l° et autres. 

La comparaison des équations cinétiques pour la décharge UHF 
et la décharge dans un champ constant montre que ces équations 
deviennent identiques si, premièrement. la diffusion dans la direc- 
tion du champ est sans effet sur la fonction de distribution des élec- 
trons selon les vitesses (cette condition est réalisée dans le plasma 
des décharges d'arc et luminescente) et, deuxièmement, si l’ampli- 
tude de l'intensité du champ électrique UHF & est liée à l’inten- 
sité du champ constant € const par la relation 


Éconst= E12 (1 + w°/vR)I UE = Eerr. (11.103) 


Si l’on néglige la variation de v,, en fonction de la vitesse des 
électrons, on peut considérer que les distributions des électrons selon 
leur énergie dans la décharge UHF et dans la décharge dans un champ 
constant £const — €ert Sont identiques pour les mêmes conditions 
extérieures. Quand © & V», Éert = EIV 2, que v, varie ou non 
avec la vitesse des électrons. 

L'application des résultats obtenus pour une décharge dans un 
champ constant à l’étude de la décharge UHF est connue sous le nom 
de méthode d'analogie de courant constant. C'est une méthode bien 
importante vu qu'actuellement on dispose de nombreuses données 
expérimentales concernant la décharge dans un champ continu. Elle 
peut être utilisée notamment pour la détermination de l'intensité 
du champ qui assure l'apparition d’une décharge UHF, d'autant 
plus que la résolution de l'équation cinétique se heurte à de grosses 
difficultés surtout lorsqu'on tient compte des divers mécanismes 
selon lesquels les électrons sont éliminés de la décharge (diffusion 
vers les parois, recombinaison, capture par les molécules de gaz élec- 
tronégatifs, etc.). 

Remarquons que la méthode d'analogie de courant constant ne 
détermine les conditions d’égalité que pour des composantes isotropes 
de la fonction de distribution et ne peut donc être appliquée pour la 
détermination des caractéristiques des décharges qui dépendent non 
seulement de la valeur mais également de la direction de la vitesse. 

Mentionnons pour terminer les conditions d’amorçage de la dé- 
charge dans le domaine des fréquences optiques. Ici, l'intensité du 
champ disruptif est très élevée (de l’ordre de 105 à 10° V/m). Pour 


43—-01643 673 


réaliser la décharge disruptive on doit donc mettre en œuvre des 
sources de rayonnement de très grande puissance (lasers fonction- 
nant en régime d’impulsions géantes ayant une puissance de quel- 
ques dizaines de mégawatts). La variation en fonction de la pression 
du gaz de l'intensité du champ électrique de l’onde optique néces- 
saire à la disrupture optique se traduit par une courbe présentant 
un minimum à des pressions du gaz de l’ordre de plusieurs centaines 
d'atmosphères. De même que dans une décharge UHF, la position 
de ce minimum correspond à la condition © Æ Vm, quand la vitesse 
de prélèvement par l’électron de l’énergie du champ de l'onde élec- 
tromagnétique est maximale. Le déplacement du minimum vers la 
région des pressions plus fortes que pour les décharges HF et UHF 
est lié à l’augmentation de la fréquence d'’oscillations. 


1. 


2. 
3 
4. 
5 
6 


1 


BIBLIOGRAPHIE 


Sproull R. L. Eléments de physique moderne.—Paris. Masson et Cie Edi- 
teurs, 1967. 

llmmoux K. Onsnueckxan onekTpounxka (Electronique physique). —M.: 
Oeprua, 1977. 


. CoGoues B. JI. Œuamaeckue ocHOBH 31eKTPOHHOÏ TEXHHKH (Bases physiques 


de la technique électronique).—M.: Bucman mxona, 1979. 
Kezsman B. M., 8op C. À. 31ekrpouHan onTuka (Optique électronique). — 
J1.: Hayxka. 1968. 


. Kossos H. T. Cospemennue upoüreuet a7eKTpoHHoÏ cneKTpockonxx (Problè- 


mes actuels de spectroscopie électronique).—M.: ATomuaxaT, 1978. 


. Abauacees B. II., Asop C. . SnekrpocraTaaeckne 2HeproaHaNn3aTOpH JA 


uYKOB 3apA%KeHHHX acTun (Analyseurs d'énergie électrostatiques pour 
faisceaux de particules chargées).—M.: Hayxa, 1978. 


. Landau L., Lifchitz E. Physique théorique, tome 111. Mécanique quanti- 


que.—Moscou. Mir, 1980 


. Enorus II. B., Kpassenkos B. J|. KsagTosan Mexasaka (Mécanique quanti- 


que).—M.: Hayxa, 1976. 


. Chpolski E. Physique atomique (en deux volumes).—Moscou. Mir, 1985. 
. Jlo6peuos JI. H. ATomnan busnka (Physique atomique).—M.: Onamaruanar, 
Û 


. Opuu C. 93. OnTaueckme cneKTph arTomos (Spectres optiques des atomes).— 


M.—J1.: OuauarTusgar, 1963. 


. Kurrens 4. Bseyenne 8 nsnky Tsepynoro Texa.—M.: Hayka, 1978. 
. Enudanos LC. H. Onauka rsepnoro Tera (Physique de l'état solide).—M.: 


Buciman mxona, 1977. 


. TyG6kuu A. H. Ouanka nuonekTpuxros (Physique des diélectriques).—M.: 


Bucunax mxona, 1971. 


. Ilarumosa K. B. Ousnka nonynposoxamkos (Physique des semi-conduc- 


teurs).—M.: Sueprun, 1976. 


. Kiréev P. Physique des semi-conducteurs.—Moscou. Mir, 1981. 
. Bonu-Bpyesau B. JI., Kazamuukos C. l. Onsnka nonynposonasxos (Physi- 


que des semi-conducteurs).—M.: Hayxa, 1977. 


. Opeuxue IT. T. OuasnKka n—017ynpOB0nEHKOB & Am9HeKTpHKOB (Physique des 


semi-conducteurs et diélectriques).—M.: Bucman mKona, 1977. 
Hosuxos B. B. TeoperaueckBe OCHOBH MHKP091eKTPOHHKH (Bases théoriques 
de la microélectronique).—M.: Bucman mkoxa, 1972. 


. Pankove J. Optical Processes in Semiconductors.—Engelwood-Cliffs, 1971. 
. Hoôpenos JI. H., l'omownosa M. B. Smnccæonnan 2nekrponuxka (Electro- 


nique des émissions).—M.: Hayka, 1966. 
Onmep P., Hoïman X. ABTO2NeKTPOBHAA 9MHCCHA 101YNPOBORANKOB—M.: 
Hayxa, 1971. 


675 


23. 
24. 
25. 
26. 


HexakasunBaembe Karozam (Cathodes non chauffées) [ox per. M. H. Ermx- 
coma.—M.: Coserckoe pazrmo, 1974. 

CoGouesa H. A., Mexranuy A. E. DorostekTpoHHHe npn6opu (Appareils pho- 
toélectroniques).—M.: Bucman mxKona, 1974. 

Bpomureïüu H. M., Opañmaun B. C. Bropaaan s1ekrponHan sMuccua (Emis- 
sion électronique secondaire).—M.: Hayxa, 1969. 

Iynewan A. P., Opaxpuxos C. A. Broprano->uaccHoHHHe Merozu nccue- 
RoBauA Tsepxoro Tera (Etude des solides par les méthodes de l'émission 
secondaire).—M.: Hayka, 1977. 


. Moñxec B. À. Dasnaeckne 1poueccH 8 oOKCHAHOM KkaTonc (Processus physi- 


ques dans les cathodes à oxydes).—M.: Hayka, 1968. 


. 3aux6epr 9. fl., Honos H. M. TosepxHocrHan uoxxsauua (Ionisation en 


surface).—M.: Hayka, 1969. 


. Bexkcacp B. H. Bropuunaa noHan omuccan merans08 (Emission ionique se- 


condaire des métaux).—M.: Hayka, 1978. 


. Maruxosa E. C., Monuanos B. A. Pacceñnne xO0H08 cpexaitx 2Hepraii 10Bepx- 


HOCTLH TBep:l#ix Tex (Diffusion des ions d'énergies moyennes par la surface 
des solides). —M.: ATomusjaT, 1980. 


. Ponaur B. E., Kiwimnckni A. I., Caxapos H. E. Ocuonx hnaukn n1a3MH 


(Eléments de physique du plasma).—M.: Arommazar, 1977. 


. Asïckcauxpos À. ®., Bornaukesna JT. C., Pyxayse A. A. OcHoë 21eKTpo- 


AMBANAKA 1AA3MBI (Eléments d'électrodynamique du plasma).—M.: Bucman 
mKosa, 1978. 


. Uepuercknii A. B. Bsexenne 8 bnsnky u1asmm (Introduction à la physique 


du plasma). —M.: Aromuayar, 1969. 


. Pañsep 10. II. Ocnosx cospemeunoit pnsku ra30pa3pAAUHIX npoueccoB 


(Rens de physique moderne des décharges dans les gaz).—M.: Hayxa, 
1980. 


INDEX ALPHABÉTIQUE DES MATIÈRES 


Affinité électronique, 252. 

— — négative, 420, 478, 513, 532. 

Analyseur d'énergie, 22, 24, 37. 

— — de Gabor, 29 

— — de Hughes-Rojanski, 28, 30. 

Antiferro-électriques (Substances), 
325. 

Antiferromagnétiques (Substances), 
335. 

Antiparticule, 16. 

Approximation adiabatique, 345. 

— du couplage faible, 346. 

— — fort, 346, 349. 

— du courant nul, 491. 

— à électron unique, 345. 

Auger (Effet), 238. 

— (Electrons), 559. 

— (Spectroscopie ionique), 607. 

Auto-ionisation, 267. 


Balmer (Série de), 214, 218. 

Barrière de potentiel, 92. 

BCS (Théorie de), 387, 389. 

BKW (Méthode d'approximation), 79 
à 83, 107, 113. 

Bohr (Magnéton de), 8. 

— (Postulat de), 149. 

Bohr-Sommerfeld (Règle de quantifi- 
cation de), 106, 141. 

Boîte de potentiel rectangle, 104. 

Boltzmann (Equation de), 377. 


Bose-Linstein (Statistique de), 200, 
313. 

Bragg (Condition d'interférence de), 
95. 

— (Réflexion de), 311, 351. 

Bravais (Réseau de), 288. 

Bremsstrahlung, 13, 649. 

Brillouin (Zones de), 310, 351, 354. 

de Broglie (Onde de), 61, 84. 

Burgers (Vecteur de), 306. 


Cathodes thermoélectroniques à semi- 
conducteurs, 580. 

Causalité (Principe de), 68. 

Centre F, 360. 

— V, 360. 

Chalcogénures (Verres), 450. 

Cholestérique (Structure), 296. 

Cinétique (Equation), 415 à 418. 

Claquage par avalanche, 431. 

— par effet tunnel, 431. 

— superficiel, 432. 

— thermique, 431. 

Clausius-Mosotti (Equation de), 321. 

Coefficients d'Einstein, 173, 176. 

Cohérence (Longueur de), 387. 

Compton (Diffusion), 182. 

— (Longueur d'onde de), 183. 

Conductivité thermique, 317 à 319. 

Constante de réseau, 289. 

Continuité (Equation de), 75. 

Coordonnées de spin, 134. 


677 


Correspondance (Principe de), 175. 
Coulomb (Intégrale de), 203. 
Couplage intermédiaire, 230. 
— jj, 229. 

— normal (LS), 227. 
Cristaux atomiques, 295. 

— ioniques, 300. 

— liquides, 295. 

— métalliques, 302. 

— moléculaires, 300. 
Cyclotron, 51. 


Debye (Rayon de), 476, 639. 

Debye-Scherrer (Méthode de), 294. 

Décharge par arc, 635 à 638. 

— autonome, 621, 624. 

— contrariée, 634. 

— en couronne, 666. 

— par étincelle, 664. 

— à haute fréquence, 669. 

— luminescente, 630 à 635. 

— non autonome, 621, 624. 

Dégénérescence, 74, 85. 

— coulombienne, 128. 

— de permutation, 492, 350. 

Défauts bidimensionnels, 307. 

— de Frenkel, 304. 

— linéaires, 305. 

— ponctuels, 303. 

— de Schottky, 304. 

— tridimensionnels, 307. 

Détail (Loi de l'équilibre en), 177, 
188. 

Diamagnétiques (Substances), 328. 

Paseranss de potentiel de contact, 


Diffusion Compton, 182. 

— Raman, 180, 277, 285. 

— Rayleigh, 180. 

— résonnante, 96. 

— Thomson, 180. 

Dirac (Equation de), 10, 137. 

— (Fonction delta de), 85. 
Dislocations, 305. 

Domaines magnétiques, 336 à 339. 
Dualité onde-corpuscule, 69. 


678 


Echelon de potentiel, 86. 

Effet de champ, 442. 

— photoélectrique, 519. 

— — de surface, 527. 

— — de volume, 527. 

Ehrenfest (Principe d'invariance d'), 
228. 

— (Théorème d'}), 77. 

Einstein (Coefficients d'’), 173, 176. 

— (Loi pour l'émission photoélectro- 
nique d°), 520. 

Electrets, 325. 

Electro-électrets, 326. 

Electroluminescence, 463. 

Emission de champ, 475, 481. 

— explosive, 477, 495. 

— ionique secondaire, 593. 

— iono-électronique cinétique, 606. 

— — potentielle, 603. 

— photoélectronique, 519, 531, 538. 

—- secondaire, 479, 540, 567. 

— thermoélectronique, 480, 571. 

— thermoionique, 582. 

Energie de point zéro, 108, 170. 

Equation associée de Legendre, 119. 

— cinétique, 415 à 418. 

— de Dirac, 10, 137. 

— de Hamilton-Jacobi, 79. 

— de Schrüdinger, 70, 76, 84, 98, 111, 
124, 156, 208, 264, 345. 

— séculaire, 159. 

Esaki (Diode), 433. 

Etat excité, 102. 

— normal 102. 

— (s) de surface, 440. 

Exciton, 361. 

— de Frenkel, 362. 

— de Wannier-Mott, 362. 

Excitonium, 550. 


Faraday (Nombre de), 9. 

Fenêtre (Effet de), 473. 

Fermi (Niveau de), 198, 370. 

— (Principe de), 78. 

— (Quasi-niveaux de), 374. 

— (Surface de), 367. 

Fermi-Dirac (Distribution de), 199. 


Ferrimagnétiques (Substances), 335. 

Ferro-électriques (Substances), 323. 

Ferromagnétiques (Substances), 333, 
335. 

Focalisation en phase, 46. 

Fonction de Dirac, 85. 

— de distribution, 375. 

— hypergéométrique dégénérée, 130. 

— d'onde, 62, 74. 

— propre, 73. 

Fowler (Méthode des courbes isother- 
mes de), 530. 

Fowler-Nordheim (Théorie de), 485. 

Franck-Condon (Principe de), 278. 

Fréquence cyclotronique, 50. 

— de Larmor, 51. 

— de plasma, 364. 

Frenkel (Défaut de), 304. 

— (Effet), 447. 

— (Loi de), 400. 


Galvanomagnétiques 
410 à 415. 
Gauss (Effet), 414. 
Geisler (Alliages de), 339. 
Gibbs (Distribution de), 189. 
Gunn (Effet), 402. 
Gyromagnétique (Facteur), 257. 
— (Rapport), 256. 


(Phénomènes), 


Hall (Effet), 411 à 414 

Hamilton-Jacobi (Equation de), 79. 

Hamiltonien, 15. 

Heisenberg (Relations d'incertitude 
de), 65. 

Hélicité, 170. 

Hétérojonction, 436. 

Hund (Règles de), 226. 

Hyperfine (Structure), 269, 273. 


Indices de Miller, 291. 

Indiscernabilité des particules identi- 
ques (Principe d’), 193. 

Interaction d'échange, 221. 

Invariance (Principe d'), 228. 


Inversion (couche d'), 442. 
Jonisation, 401, 491. 


Jonction p-n, 426. 
Josephson (Effets), 393. 


Kronecker (Symboles de), 74. 
Kronig-Penney (Modèle de), 346. 


Laguerre (Polynômes de), 130. 

Lamb (Déplacement de), 215. 

Landé (Facteur de), 257. 

Langmuir (Sonde de), 657. 

Larmor (Fréquence de), 51, 265, 329. 

Laue (Méthode de), 293. 

Legendre (Equation associée de), 119. 

— (Polynôme de), 119, 121. 

Liaison hétéropolaire, 208. 

— homopolaire, 207. 

Lorentz (Déplacement de fréquence 
de), 254. 

Luminescence, 459. 

Lyman (Série de), 214. 


Magee-Righi-Leduc (Effet), 415. 
Magnéton de Bohr, 8. 

— nucléaire, 270. 
Magnétorésistance, 414. 
Magnons, 340. 

Malter (Effet), 500. 

Masse effective, 353. 

— au repos, 7, 12. 

Maupertuis (Principe de), 78. 
Maxwell (Distribution de), 190. 
Mécanique des matrices, 128. 
Miller (Indices de), 291. 

Moment cinétique, 7. 

— — orbital, 120. 

— électrique dipolaire, 57, 149. 
— magnétique, 7, 139. 

— — dipolaire, 58. 
Monochromateur de particules, 22. 
Moseley (Loi de), 239. 

Müller (Projecteur électronique de), 


679 


Nématique (Structure), 296. 
Nernst (Effet), 414. 
Nernst-Ettingshausen (Effet), 415. 
Nombre de Faraday, 9. 

— d'ondes, 64, 215. 

— quantique azimutal, 121, 133. 
— — interne, 144, 223. 

— — magnétique, 118. 

— — orbital, 120, 222. 

— — principal, 102, 127. 

— — radial, 127. 

— — de spin, 10, 222. 

— — total, 271. 

Nordheim (Fonction de), 483, 493. 


Ombres (Effet d’), 601. 

Onde de de Broglie, 61, 84. 

— (s) de probabilité, 64. 

— de spin, 341. 

Optique à absorption saturable, 96. 
Ordre à courte distance, 287. 

— à grande distance, 287. 
Orthohélium, 221. 
Orthopositronium, 18. 

Oscillateur hatmonique linéaire, 109. 
— — à trois dimensions, 115. 

— quantique harmonique, 169. 


Parahélium, 221. 

Paramagnétiques (Substances), 331. 

Parapositronium, 18. 

Paschen (Courbes de), 626. 

— (Désignation de), 233. 

Paschen-Back (Effet), 256. 

Pauli (Principe de), 195. 

Peltier (Effet), 407. 

Penning (Mélanges de), 627. 

Pertes caractéristiques d'énergie, 541, 
558. 

Phonon, 313. 

Photoconductivité, 467. 

Photo-électrets, 326. 

Photoluminescence, 460. 

Piézo-électriques (Substances, effets), 
323. 


680 


Pissarenko (Formule de), 409. 

Plasma à basse pression, 641. 

— chaud, 638. 

— (Diagnostique du), 657. 

— à haute pression, 645. 

— isotherme, 640. 

— magnétisé, 657. 

— non isotherme, 640. 

— (Rayonnement du), 648. 

Plasmon, 363, 555. 

Plasmonium, 550. 

Poisson (Distribution), 544. 

Polaron, 363. 

Positronium, 18. 

Postulat de Bohr, 149. 

Potentiel critique, 49. 

— — d'’excitation, 241. 

— d'ionisation, 245. 

— de surface, 441. 

— vecteur, 163. 

Preston (Règle de), 255. 

Principe de Fermat, 78. 

— de Maupertuis, 78. 

Profondeur de pénétration des élec- 
trons, 556. 

Puits de potentiel rectangulaire, 97, 
208. 

Pulvérisation cathodique, 481, 596. 


Quantification, 106, 171. 
— (Règles de — de BohrSommer- 
feld), 106, 141. 


Raka (Désignation de), 233. 

Raman (Diffusion), 180, 277, 285. 

Ramsauer (Effet), 616. 

Rayleigh (Diffusion) 180. 

Rayleigh-Jeans (Formule de), 166. 

Recombinaison des charges, 619. 

Rendement quantique, 479, 524. 

Résonance cyclotronique, 341. 

— magnétique, 341. 

Richardson (Constante thermodynami- 
que, travail de sortie de), 573. 


Richardson-Dushmann (Formule de), 
480, 510, 571. 

Rotateur quantique rigide, 117. 

Runge (Coefficients de), 255. 

— (Règle de), 255. 

Rutherford (Formule de), 551. 

Rydberg (Constante de), 215. 


Saha-Langmuir (Equation de), 583, 
587, 591. 

Schockeley (niveaux de), 440. 

Schottky (barrière de), 424. 

— (Défaut de), 304. 

— (Effet), 576 à 580. 

— (Emission. de), 447. 

— (Réduction de), 483. 

Schrüdinger (Equation de), 70, 76, 
84, 98, 111, 121, 124, 156, 208, 
264, 345. | 

Section efficace, 181, 610, 612. 

Séculaire (Equation), 159. 

Seebeck (Effet), 407. 

Sensibilité spectrale, 521. 

Seuil de fréquence photoélectronique, 
522, 527. 

Silsbee (Règle de), 392. 

Smectique (Structure), 296. 

Sommerfeld (Constante de), 572, 584. 

Spin-orbite (Interaction), 142. 

Stark (Effet), 267, 268. 

Stefan-Boltzmann (Constante de), 319. 

Stern et Gerlach (Expériences de), 
59. 

Stoletov (Constante de), 625. 

Streamer, 665. 

Superposition d'états (Principe de), 
146. 

Supraconducteurs «durs, 390. 

— mous», 390. 

Supraconductivité, 386. 

— à haute température, 396. 


Symbole de Kronecker, 74. 

Symbolisme des termes atomiques, 
231. 

— — moléculaires, 279. 

Synchrocyclotron, 51. 

Synchrotron, 51. 


Tamm (Niveaux de), 359, 440. 

Tchebychev-Hermite (Polynômes de), 
113. 

Température électronique, 398, 618. 

— ionique, 618. 

Termes inversés, 227. 

— normaux, 227. 

— spectraux, 129, 215. 

Thermoélectriques (Phénomènes), 407 
à 410. 

Thermomagnétiques (Phénomènes), 
415. 

Thomson (Diffusion), 180. 

— (Effet), 407. 

Trajectoire de phase, 107. 

Travail de sortie, 419, 475. 

Tunnel (Effet), 94, 431. 


Ultraviolette (Divergence), 166. 
Unités (Atomiques), 8, 128. 


Valence, 207. 

Vecteur d'onde, 62, 109. 
Vitesse de groupe, 64, 

— de phase, 65, 


Wener (Taches de), 598. 
Wulff-Bragg (Condition de), 311. 


Zeeman (Effets), 254, 261, 264. 
Zener (Effet), 401. 


TABLE DES MATIÈRES 


Avant-propos eee eee ee 


Chapitre premier. PROPRIÊTES DES PRINCIPALES PARTICULES 
ÉLÉMENTAIRES 0. 0 0 0e 0 0e © ee © ee 
L'’électron et ses propriétés . . . . . . . See ele, die ee 


1. 
.2. Variation de la masse avec la vitessæ . . . . . . . «+ + + 
.3. Le vide de Dirac. Antimatière . . . . . . . . + e + + + + + 


$1 
$ 1 
s1 


Chapitre 2. MOUVEMENT DE PARTICULES CHARGÉES DANS DES 
CHAMPS ÉLECTRIQUE ET MAGNÉTIQUE 0-0. 


$ 2.1. Mouvement d’une :perenle chargée dans un champ électrique 
uniforme et invariable . . . . . . . . . . . . . . . . . .. 


+ 


Chapitre 3. NOTIONS DE MÉCANIQUE QUANTIQUE + 


$ 3.1. Ondes de de Broglie . . . . . . . . . . . . . . . . . . $ 
$ 3.2. Relation d'incertitude de Heisenberg . . . . . . . . . . . . 
$ 3.3. Equation de Schrüdinger . . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 3.4. Méthode quasi classique de résolution de l'équation de 

Schrôdinger . . . . . . BRAUN girl 280 0e + Le een ee : 


682 


$ 3.5. Lois générales du mouvement à une dimension d'une microparti- 


cule quantique ..................... 
$ 3.6. Mouvement d'une microparticule quantique dans la région d’un 
échelon de potentiel . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 3.7. Barrières de potentiel . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 3.8. Mouvement d'une microparticule quantique dans un puits de 
potentiel rectangulaire . . . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 3.9. Etude quasi classique du mouvement d'une microparticule dans 
un puits de potentiel . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 3.10. Résolution de l'équation de Schrüdinger pour des états station- 
naires d’un oscillateur harmonique linéaire . . . . . . . . . 
$'3.11. Rotateur quantique rigide . . . . . . . . . . . . . . . . 


843.12. on de l'équation de Schrüdinger pour un atome hydro- 
» node. 555 Le lice ane ere med ee ne eur ge 5 ed D 6 0 
$ 3.13. Théorie de l'électron de Pauli et Dirac . . . . . . . . . . . 
$ 3.14. Principe de superposition d'états . . . . . . . . . . . . . . 
$ 3.15. Théorie des perturbations . . . . . . . . . . . . . . . . . 


Chapitre 4. NOTIONS DE THÉORIE QUANTIQUE DE L'’ÉMISSION 
D'ONDES ÉLECTROMAGNÉTIQUES ......... 


$ 4.1. Densité de types d’oscillations dans les cavités électromagnétiques. 
Formule de Planck ................. . .. 

$ 4.2. Onde En plane considérée comme un oscillateur 
onique virtuel. Théorie quantique (photonique) de la lumière 

$ 4.3. Coefficients d' Einstein d'émission spontanée et d'émission stimulée 
dela lumière: 2:22 444200 à non ie dut é lembites e 

$ 4.4. Etablissement par Einstein de la formule de Planck :. . . . . . 
$ 4.5. Diffusion de la lumière par les électrons libres . . . . . . . . 


Chapitre 5. SYSTÈMES DE PARTICULES EN MÉCANIQUE CLASSIQUE 


ET EN MÉCANIQUE QUANTIQUE . . . . .. ..... 

$ 5.1. Distribution de Maxwell . . . . . . . . . . . . ee . . . 0 
$ 5.2. Principe d’indiscernabilité des particules identiques. Principe 
d'exclusion de Pauli . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 

$ 5.3. Distribution de Fermi. Distribution de Bose . . . . . . . . . 
$ 5.4. Interactions d'échange. Nature de la liaison homopolaire . . . 
$ 5.5. Résolution de l'équation de Schridinger pour un système de deux 


puits de potentiel rectangulaires . . . . . . . . . . . . . . 


Chapitre 6. PRINCIPES DE LA SPECTROSCOPIE ATOMIQUE ET 
MOLÉCULAIRE CR 


.1. Lois relatives aux spectres optiques des atomes . . . . . . . 
.2. Spectre atomique de l’hélium. Modèle vectoriel de l'atome . . . 
3. Modèle vectoriel des atomes comportant deux ou un plus grand 

nombre d'électrons de valence . . . . . . . . . . . . . . . 
.4. Spectres atomiques des gaz inertes . . . . . . . . . . . . . 
5. Spectres des rayons X des atomes. Absorption du rayonnement X 
6. Système périodique des éléments de Mendéléev . . . . . . : 
7. Influence d’un champ magnétique sur les spectres atomiques 


. Influence d’un champ électrique sur les spectres atomiques 
. Structure hyperfine des spectres atomiques . . . . . . . . . . 


$ 6.8 
$ 6.9 
$ 6.10. Spectres moléculaires. Diffusion Raman de la lumière . . . . . 


Chapitre 7. INTRODUCTION À LA PHYSIQUE DE L’ÉTAT SOLIDE 


. Structure des cristaux . . . . . . . . . . . . . . re 

. Types de liaisons dans les cristaux . . . . . . . . . . . . . . 
. Imperfections de la structure cristalline . . . . . . . . . . . 
. Vibrations du réseau cristallin . . . . . . . . . . . . . . . 
. Propriétés thermiques des solides . . . . . . . . . . . . . . 
. Propriétés diélectriques des solides . . . . . . . . . . . . . 
. Propriétés magnétiques des solides . . . . . . . . . . . . . 


NINNININN 


CON LAN LOn LOn LE ON On 
Joué 


Chapitre 8. INTRODUCTION À LA THÉORIE ÉLECTRONIQUE DU 


SOLIDE ............ Sara ei en ee 
$ 8.1. Bandes d'énergie dans un cristal . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 8.2. Mouvement des électrons dans un cristal . . . . . . . . . . . 
$ 8.3. Métaux, diélectriques, semi-conducteurs . . . . . . . . . . . 
$ 8.4. Etats électroniques particuliers dans les cristaux . . . . . . . 
$ 8.5. Statistique des électrons dans les solides . . . . . . . . . . . 


Chapitre 9. PHÉNOMÈNES CINÉTIQUES, OPTIQUES ET DE CONTACT 


DANS LES SOLIDES .............. .. 

$ 9.1. Equation cinétique de Boltzmann. Diffusion des porteurs de 
charges dans un cristal . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 

$ 9.2. Conductibilité électrique de solides . . . . . . . . . . . . . 
$ 9.3. Supraconductivité .................. .. 
& 9.4. Semi-conducteurs dans des champs électriques forts . . . . . . 
$ 9.5. Phénomènes thermoélectriques, galvanomagnétiques et thermo- 
magnétiques dans les solides . . . . . . . . . . . . . . . . 

$ 9.6. Phénomènes de contact dans les solides . . . . . . . . . . . 
$ 9.7. Phénomènes à la surface des semi-conducteurs et dans les couches 
minces: 422 unes Lune emdadoe M ai ace PAU M4 TE 

$ 9.8. Processus électroniques dans les semi-conducteurs amorphes . . 
$ 9.9. Processus optiques et photoélectriques dans les semi-conducteurs 


Chapitre 10. PRINCIPES PHYSIQUES DE L'ÉLECTRONIQUE DES 
ÉMISSIONS 000... 


$ 10.1. Différentes “pes d'émissions électronique et ionique . . . . 
$ 10.2. Emission de champ par les métaux et les semi-conducteurs . . 
$ 10.3. Emission électronique explosive . . . . . . . . . . . . . 
$ 10.4 Emission d'électrons chauds par des couches diélectriques min- 

ces sur support métallique, par des structures métal-diélectrique- 

métal et semi-conducteur-métal . . . . . . . . . . . . À 
$ 10.5. Emission d'électrons chauds par des semi-conducteurs homogè- 

nes et par des jonctions p-r . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 10.6. Emission d'électrons chauds par des films métalliques dispersés 
$ 10.7. Emission photoélectronique . . . . . . . . . . . . . . . 


684 


$ 10.8. Emission électronique secondaire . . . . . . . . . . . . . 
$ 10.9. Emission thermoélectronique . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 10.10. Ionisation superficielle et émission thermoionique . . . . . . 
$ 10.11. Interaction des ions avec an solide . . . . . . . . . . . . 


Chapitre 11. PHÉNOMÊNES ÉLECTRIQUES DANS LES GAZ . . . 
$ 11.1. Apparition et disparition de particules chargées dans un gaz 
$ 11.2. Diverses formes de décharges électriques dans les gaz. Déchar- 

s non autonome et autonome . . . . . . . . . . . . . . 
$ 11.3. Décharge luminescente. Décharge en régime d'arc . . . . . 
$ 11.4. Plasma à décharge gazeuse . . . . . . . . . . . . . . . . 
$ 11.5. Décharges par étincelle, en couronne et à haute fréquence . . . 
Bibliographie : :: 5 122 412 Au cn 2.0.4 4 Linea dois à 
Index alphabétique des matières 


en 


